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Introduction
Les accélérateurs conventionnels de particules : enjeux,
applications et limites
Les accélérateurs de particules sont des machines qui, grâce à l’utilisation de champs élec-
tromagnétiques, accélèrent des particules chargées jusqu’à des énergies allant du MeV au
TeV 1. Le développement de tels instruments a toujours été motivé par des questionnements
relevant de la physique fondamentale. En effet, les collisions de particules énergétiques per-
mettent d’étudier les éléments qui les composent. Une telle démarche fut pour la première
fois mise en œuvre en 1932, par Cockcroft et Walton, qui étudièrent la structure de la matière
en observant les premières désintégrations de noyaux induites par des particules accélérées
électriquement (Réf. [1]). Plus récemment, la découverte du boson de Higgs en 2012 par les
expériences ATLAS (A Toroidal LHC ApparatuS) et CMS (Compact Muon Solenoid) du
LHC (Large Hadron Collider) confirma l’origine de la masse des particules décrites par le
modèle standard de la physique des particules (Réf. [2,3]). Malgré les progrès et découvertes
réalisés jusqu’à présent, de nombreuses interrogations demeurent et requièrent de nouvelles
expériences. Une nouvelle campagne au LHC, prévue pour juin 2015 (Réf. [4]), projette de
collisionner des protons à une énergie (∼ 13 TeV) et avec une luminosité (1034 cm−2.s−1)
jamais atteintes afin d’examiner des questions fondamentales telles que :
• Pourquoi est-ce que la matière visible ne constitue que ∼ 5% de l’énergie contenue dans
l’Univers (Réf. [5])? Quelle est la nature de l’énergie sombre et la matière noire?
• Où est passée l’antimatière? Selon la théorie du Big Bang, matière et antimatière existaient
en quantité égale aux premiers instants de l’Univers. Par la suite (10−32 s ≤ t ≤ 10−12 s),
un phénomène très mal connu, appelé baryogénèse, a vraisemblablement généré un léger
surplus de matière par rapport à l’antimatière.
• Existe-t-il une théorie valide de grande unification (Grand Unified Theory) qui étend le
modèle standard de la physique des particules à un modèle où toutes les interactions
fondamentales, hormis la gravitation, sont décrites avec la même constante de couplage?
Bien que les prochaines expériences avec les machines existantes puissent partiellement ré-
pondre à ces questions, une étude approfondie requiert d’ores et déjà la construction de
nouveaux collisionneurs afin d’explorer des énergies supérieures à la dizaine de TeV. Or,
il existe une énergie maximale au-delà de laquelle les particules ne peuvent plus gagner
d’énergie dans un accélérateur circulaire. En effet, des particules chargées relativistes ayant
une trajectoire curviligne perdent de l’énergie par rayonnement synchrotron, si bien qu’on
atteint un équilibre où le gain en énergie est perdu par rayonnement. Deux solutions sont
envisageables pour s’affranchir de cette limitation :
1. L’électron-volt (eV) est une unité d’énergie utilisée en physique des particules. Elle représente l’énergie
cinétique acquise par un électron, initialement au repos, soumis à une différence de potentiel d’un volt.
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1. Le rayonnement synchrotron n’existant pas dans un accélérateur linéaire puisque la
trajectoire des particules est rectiligne, l’énergie maximale atteignable est théorique-
ment infinie. Cependant, les accélérateurs dits « conventionnels », c’est-à-dire utilisant
des cavités RF (radio-fréquences), ont un champ accélérateur limité à ∼ 100 MV.m−1
(Réf. [6]). Par conséquent, accélérer des particules jusqu’à ∼ 10 TeV nécessiterait de
construire une machine de 100 km de long, ce qui est financièrement et technologique-
ment ambitieux.
2. L’énergie perdue par rayonnement synchrotron pour une particule d’énergie Eparticule
se mouvant dans un accélérateur circulaire de rayon Rmachine est ∝ E4particule/Rmachine.
Par conséquent, la stratégie actuelle consiste à construire des accélérateurs circulaires
toujours plus grands pour repousser la frontière en énergie (Fig. 0.1(a)). Or, le LHC a
déjà atteint une circonférence de 27 km (Fig. 0.1(b)). Il paraît donc technologiquement
difficile de construire une machine plus grande, d’autant plus que doubler l’énergie des
particules revient à multiplier par 16 la circonférence de l’accélérateur. À cela s’ajoute
les difficultés financières qu’engendrent une telle installation : un coût de construction
de∼ 9G€, un coût d’exploitation de∼ 1G€/an, un coût d’arrêt de∼ 144M€ (Réf. [7]).
Suivre la tendance prédite par Livingston n’est donc plus une stratégie viable, comme
l’atteste la position du LHC sur la Fig. 0.1(a).
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Figure 0.1 : (a) Diagramme de Livingston montrant l’évolution des performances des accé-
lérateurs de particules au fil des ans. (b) Vue aérienne du CERN (Organisation européenne
pour la recherche nucléaire) comprenant le LHC (Large Hadron Collider), le SPS (Super
Proton Synchrotron) et les expériences ATLAS (A Toroidal LHC ApparatuS), CMS (Com-
pact Muon Solenoid), ALICE (A Large Ion Collider Experiment) et LHCb (Large Hadron
Collider beauty).
En parallèle des objectifs académiques des accélérateurs de particules, de nombreuses ap-
plications technologiques et sociétales ont été développées : sources de lumière synchrotron,
source de spallation nucléaire pour neutronographie, hadronthérapie, création d’isotopes mé-
dicaux, dopage de semi-conducteurs, restauration d’œuvres d’art, etc. Le déploiement de ces
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applications est soumis aux contraintes économiques qui imposent un coût de construction
et de fonctionnement raisonnable.
En résumé, la recherche en physique fondamentale et le développement d’applications éco-
nomiquement viables pour les accélérateurs de particules requièrent l’investigation de méca-
nismes alternatifs où l’accélération est plus compacte, c’est-à-dire où les champs accélérateurs
sont plus intenses. De nombreux concepts ont été étudiés jusqu’à présent tels que, l’accélé-
ration dans des structures diélectriques pompées par laser (Réf. [8]), l’accélération directe
par laser (Réf. [9]) ou encore l’accélération plasma.
L’accélération plasma,
un schéma alternatif aux accélérateurs conventionnels
Tajima et Dawson proposèrent en 1979 d’accélérer des électrons en utilisant les champs
électriques de rappel créés par une séparation de charges dans un plasma (Réf. [10]). De
manière générale, l’énergie maximale d’accélération dépend, d’une part, de l’intensité du
champ, et d’autre part, du temps durant lequel l’électron reste en phase avec la structure
accélératrice. Par conséquent, une accélération efficace d’électrons à des énergies relativistes
nécessite que les champs électriques du plasma, et donc la séparation de charge, soient
capable de « suivre » des électrons se déplacant quasiment à la vitesse de la lumière. Cette
propagation de la séparation de charge résulte d’un mouvement collectif des particules du
plasma, appelé onde plasma. À ce jour, on distingue trois types de particules permettant
d’exciter une onde de plasma capable d’accélérer des électrons à des énergies relativistes :
les photons, les électrons et les protons relativistes.
L’accélération plasma dans le sillage de particules chargées relativistes (PWFA = Plasma
WakeField Acceleration) repose sur la création d’une onde de plasma par interaction cou-
lombienne entre les électrons d’un plasma et des électrons (Réf. [11]), ou des protons ( [12]),
relativistes fournis par un accélérateur conventionnel de particules. Bien qu’il ait été démon-
tré expérimentalement que cette technique pouvait doubler l’énergie d’un paquet d’électrons,
passant de 43 GeV à 85 GeV grâce à des champs accélérateurs de ∼ 52 GV.m−1(Réf. [11]),
elle présente le désavantage majeur de continuer à utiliser des accélérateurs conventionnels,
ce qui est contradictoire avec les motivations du développement de l’accélération plasma.
L’accélération plasma par sillage laser (LWFA = Laser WakeField Acceleration) consiste
à utiliser des impulsions laser pour créer une onde de plasma relativiste dans son sillage.
Une force, dite pondéromotrice et dépendante du gradient d’intensité laser, perturbe loca-
lement le plasma en créant une charge d’espace. Historiquement, les premières expériences
d’accélération plasma avec des laser consistèrent à accélérer des électrons, provenant d’une
source externe, dans une onde de plasma créée, soit par la force pondéromotrice d’une im-
pulsion laser (Réf. [13]), soit par la force pondéromotrice du battement d’ondes de deux
impulsions laser (PBWA = Plasma Beat Wave Acceleration, Réf. [14,15]). En 1994, Everett
et al. injectèrent puis accélérèrent des paquets d’électrons de ∼ 2 MeV jusqu’à ∼ 28 MeV,
démontrant ainsi des gradients accélérateurs de ∼ 2,8 GV.m−1 (Réf. [14]). En 1995, suite à
l’avènement des impulsions courtes (. 1 ps) et ultra-intenses (. 1018 W.cm−2), Modena et
al. capturèrent puis accélérèrent jusqu’à 44 MeV des électrons d’un plasma en régime auto-
modulé (SMLWFA = Plasma Beat Wave Acceleration), où règnent des champs électriques
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de ∼ 100 GV.m−1 (Réf. [16]). En 2004, un progrès significatif fut simultanément accompli
par Faure et al., Mangles et al., Geddes et al. (Réf. [17–19]) grâce à l’utilisation d’impul-
sions ultra-courtes (∼ 30 fs) et ultra-intenses (∼ 1019 W.cm−2). Pour la première fois, une
distribution « piquée » en énergie fut observée pour des paquets accélérés avec des charges
de ∼ 10− 100 pC. En 2014, Leemans et al. accélérèrent une charge de ∼ 6 pC à une énergie
record de ∼ 4,2 GeV et une dispersion de 6% grâce au guidage d’une impulsion laser de
300 TW sur une longueur de 9 cm (Réf [20]). Ces résultats furent obtenus dans le régime
de la bulle (bubble ou blown-out regime) où l’expulsion totale des électrons dans le sillage
de l’impulsion laser crée une cavité ionique (Fig. 0.2). Pour des paramètres laser-plasma
adéquats, le phénomène d’auto-injection peut injecter des électrons à l’arrière de la bulle,
au sein de laquelle ils sont accélérés par des champs électriques de ∼ 100 GV.m−1, soit mille
fois plus intensément que dans des cavités RF.
e-
Laser
Bulle
γx
~ 10 μm
Figure 0.2 : Carte de densité électronique d’un plasma pour le régime de la bulle avec
auto-injection. Plus la densité d’électron est importante, et plus la nuance de rouge est
claire. La nuance de bleu, au centre de la bulle, représente le paquet d’électrons piégés
puis accélérés par la bulle. La trajectoire typique d’un électron piégé à l’arrière de la bulle
est représentée par la courbe bleue. Les cônes verts illustrent le rayonnement bêtatron et
les contours la position de l’impulsion laser dans le plasma.
Outre les champs accélérateurs longitudinaux, une bulle contient également des champs
transverses qui font osciller transversalement les électrons au cours de leur accélération
(Fig.0.2). Puisque les électrons sont accélérés et ont une trajectoire curviligne, un rayon-
nement électromagnétique similaire au rayonnement synchrotron est émis : le rayonnement
bêtatron. Ce type de source de lumière est très prometteur en terme d’applications car
le rayonnement bêtatron profite des propriétés exceptionnelles des paquets d’électrons ac-
célérés dans le régime de la bulle, à savoir une faible émittance transverse (1pimm.mrad)
et une brieveté remarquable (≤ 10 fs). Typiquement, le rayonnement bêtatron peut pro-
duire 109 photons par tir, ce qui correspond à des brillances pics de l’ordre de 1020 −
1022 photons/s/mrad2/mm2/0,1%4λ pour des systèmes laser de puissance 50− 100 TW.
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Stabilité, contrôlabilité et frontière en énergie
de l’accélération plasma par sillage laser
L’emploi de l’accélération plasma par sillage laser pour des applications requiert de bonnes
stabilité et contrôlabilité des propriétés des paquets d’électrons. Par conséquent, de nombreux
efforts ont été déployés pour stabiliser et ajuster les propriétés des paquets d’électrons.
Par exemple, Osterhoff et al. (resp. Desforges et al.) ont montré en Réf. [21] (Réf. [22])
que l’utilisation d’une cellule de gaz (resp. tubes capillaires) améliorent significativement
la reproductibilité des paquets d’électrons par rapport aux jets de gaz traditionnels. Des
méthodes, découplant injection et accélération, ont également démontré la production plus
stable de paquets d’électrons, mais également une meilleure contrôlabilité de leurs propriétés
(Réf. [23–25]).
Bien que certains groupes aient réussi à produire de manière reproductible des paquets
d’électrons de quelques GeV, l’état de l’art ne permet pas d’affirmer que le prochain col-
lisionneur leptonique à ultra-haute énergie (& 1 TeV), dont la recherche fondamentale a
besoin, sera basé sur l’accélération plasma par sillage laser. En effet, les énergies atteintes
actuellement avec cette méthode ne sont pas suffisantes et plusieurs phénomènes, tels que
la diffraction et l’épuisement de l’impulsion laser, empêchent l’accélération des électrons sur
des distances plus longues, condition requise pour repousser la limite en énergie. Afin de
répondre à cette problématique, un schéma multi-étages d’accélération d’électrons et de po-
sitrons a été proposé par Leemans et al. (Réf. [26]). Comme illustré en Fig. 0.3, l’accélérateur
d’électrons consiste en un premier étage, appelé injecteur laser-plasma, produisant des pa-
quets d’électrons qu’on injecte dans une série d’étages purement accélérateurs. Quant à la
partie positrons, la technique d’accélération est similaire à l’exception du premier étage qui
contient en plus une feuille de métal pour convertir les paquets d’électrons en paquets de
positrons. Au vu des techniques actuellemment maîtrisées, Leemans et al. affirment qu’une
cascade de cent étages accélérateurs devrait être suffisante pour accélérer des électrons et des
Positrons au TeV
Électrons au TeV
Laser
Jet de gaz
100 étages modulaires
Cible à positrons
10 GeV
Laser
Jet de gaz
Tube capillaire
à décharges
100 étages modulaires
Laser
Laser
1 TeV
1 TeV
e
e
Figure 0.3 : Schéma d’accélération plasma par sillage laser multi-étages (Réf. [26]).
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positrons jusqu’au TeV. Il a également été proposé de remplacer le premier étage, l’injecteur
laser-plasma, par un injecteur conventionnel, c’est-à-dire un injecteur RF (radio-fréquences)
aux propriétés bien maîtrisées (Réf. [27]).
L’accélération plasma par sillage laser multi-étages est une des thématiques scientifiques que
CILEX (Centre Interdisciplinaire Lumière Extrême 2), sur le plateau de Saclay en France, a
choisie d’explorer dans le cadre de l’utilisation de la future installation laser de puissance :
APOLLON (Réf. [28–30]). D’ici 2017, il est prévu qu’APOLLON soit capable de produire
deux faisceaux laser, 10 PW/15 fs et 1 PW/15 fs, pour tester un schéma d’accélération à
deux étages : un étage injecteur laser-plasma et un étage purement accélérateur. Afin de
préparer cette expérience, le projet ELISA (ELectron Injector for compact Staged high energy
Accelerator) a été entrepris afin de concevoir un injecteur laser-plasma capable de fournir
de manière reproductible des paquets d’électrons relativistes à haute charge et de faible
divergence. Le couplage de ces électrons à l’étage accélérateur est également à l’étude via le
projet DACTOMUS (Diagnostic And Compact beam Transport fOr MUltiStages laser plasma
accelerators). Deux lignes de transferts ont été proposées pour transporter les électrons de
l’injecteur à l’accélérateur en minimisant la dégradation des propriétés des électrons issus du
premier étage (Réf. [31]).
Objectifs de la thèse et organisation du manuscrit
L’objectif de cette thèse est d’étudier les mécanismes d’injection d’électrons dans un sillage
laser afin de contribuer à la conception de l’injecteur ELISA. On a choisi de se restreindre à
l’étude de mécanismes ne nécessitant qu’une seule impulsion laser par soucis de simplicité,
robustesse et stabilité. Les mécanismes à une seule impulsion laser les plus utilisées sont
l’auto-injection (voir Fig. 0.2) et l’injection induite par ionisation (Sec. 1.3.5), dont les ca-
ractéristiques ont été étudiées pour la conception d’ELISA. Cette étude fut réalisée à l’aide
de tubes capillaires car (i) les paquets générés dans des tubes capillaires sont plus reproduc-
tibles que dans des jets de gaz, (ii) le tube capillaire permet un diagnostic sur la dynamique
d’accélération des électrons : l’ombroscopie du rayonnement bêtatron sur les parois des tubes
capillaires (Sec. 2.5), (iii) l’équipe ITFIP a développé une expertise dans l’implémentation
et l’utilisation des tubes capillaires.
Cette thèse traite essentiellement de l’analyse des résultats expérimentaux obtenus lors de
deux campagnes expérimentales menées au Lund Laser Centre, en Suède. Elle comporte
également une étude sur la caractérisation de la distribution de gaz dans des tubes capil-
laires. Des simulations numériques seront présentées pour compléter l’analyse des résultats
expérimentaux.
Le manuscrit est organisé comme suit : Le Chap. 1 présente de façon générale les principes
de l’accélération plasma par sillage laser, ainsi que les mécanismes de piégeage des électrons
dans l’onde de plasma et le rayonnement bêtatron. Le Chap. 2 décrit les tubes capillaires et
le diagnostic d’ombroscopie. On présente ensuite au Chap. 3 les techniques expérimentales
mises en œuvre au cours de la thèse pour étudier les mécanismes d’injection laser-plasma.
Le Chap. 4 discute de la reproductibilité des paquets d’électrons produits et accélérés dans
des tubes capillaires. Finalement, le Chap. 5 est dédié à la comparaison des mécanismes
d’auto-injection et d’injection induite par ionisation.
2. http://cilexsaclay.fr/index.php
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Chapitre 1
Physique de l’accélération plasma par
sillage laser
Ce chapitre propose un cadre théorique décrivant l’accélération d’électrons par sillage laser
au sein d’un plasma (Laser Wakefield Acceleration), ainsi qu’une description non-exhaustive
des principaux mécanismes de piégeage des électrons dans une onde de plasma. On décrit
également le rayonnement bêtatron résultant de l’oscillation des électrons au cours du pro-
cessus d’accélération. Bien que ce chapitre se propose d’introduire le formalisme utilisé dans
ce manuscrit, il n’a pas vocation à détailler l’intégralité des calculs. On s’attache ici à discuter
de la pertinence et des implications des hypothèses et simplifications utilisées. L’ensemble
des notations et conventions choisies est résumé par la Liste des notations (page 184) et
l’Annexe A. Enfin, pour des calculs plus complets, on consultera l’Annexe B et C.
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Chapitre 1 Physique de l’accélération plasma par sillage laser
1.1 Introduction : onde de plasma et accélération
d’électrons
1.1.1 Définitions
1.1.1.1 L’état plasma
L’état plasma est l’état de la matière le plus répandu dans l’univers. Il est le résultat de
l’ionisation totale ou partielle d’un gaz, et se compose d’électrons et d’ions, voire d’éléments
neutres dans le cadre d’une ionisation partielle. La différence significative en masse entre les
électrons et les ions permet de décrire séparément ces deux espèces. On considère donc un
plasma comme étant la combinaison de deux fluides chargés distincts : un fluide électronique
et un fluide ionique, caractérisés par des grandeurs telles que leur densité de porteurs de
charge, densité de courant, leur température, les champ électrique et champ magnétique.
Afin de comprendre comment un plasma peut être utilisé pour accélérer des électrons, on
se propose d’introduire le concept d’onde de plasma électronique ainsi que ses grandeurs
associées (Sec. 1.1.1.2). Finalement, on décrira qualitativement l’accélération plasma par
sillage laser en Sec. 1.1.2, avant de développer un formalisme complet en Sec. 1.2.
1.1.1.2 Pulsation plasma et champ électrique accélérateur au sein d’un plasma
Sachant que les ions ont une inertie bien plus élevée que celle des électrons (mi  me), on
suppose que les ions sont, à l’échelle de temps considérée, parfaitement immobiles (vi0 = 0) et
uniformément répartis dans l’espace avec une densité ni0. À l’équilibre, les électrons sont eux
aussi immobiles (ve0 = 0) et uniformément répartis avec une densité ne0 = ni0. On a donc le
champ électrique du plasma au repos E0 = 0. On perturbe cet équilibre si bien que la densité
électronique varie en fonction de l’instant t et de la position x : ne (x,t) = ne0 + δne (x,t).
On suppose ici que la perturbation est de faible amplitude devant la valeur de la densité au
repos : δne  ne0. Dans ce cas, la charge d’espace crée un champ électrique δE (x,t) de faible
amplitude qui tend à ramener les électrons à l’équilibre, selon un mouvement lent, c’est-à-
dire avec une vitesse électronique faible devant la vitesse de la lumière : δve (x,t)  c. On
suppose également qu’aucun champ électromagnétique extérieur n’est appliqué au système.
Par conséquent, la faible vitesse électronique justifie que le champ magnétique total soit
considéré comme nul : B = 0.
On appelle onde de plasma électronique le mouvement collectif des électrons tendant à la
neutralité. Dans le cas où la perturbation électronique est de la forme δne (x,t) = 4ne ×
cos (ωpt− kpx), les électrons du plasma oscillent autour de leur position d’équilibre à la
pulsation ωp et selon un nombre d’onde kp, formant ainsi une onde plane avec une vitesse de
phase égale à c = ωp/kp . La relation de dispersion de l’onde de plasma est (Réf. [32]) :
ω2p =
e2ne0
meε0
+
3Tek2p
me
= ω2pe + 3k2p
kBTe
me
, (1.1)
où Te est la température moyenne des électrons, kB = 1,381 × 1023 J.K−1 la constante de
Boltzmann, me = 9,109 × 10−31 kg leur masse, −e = −1,602 × 10−19 C leur charge, ε0 =
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8,854 × 10−12 F.m−1 la permittivité diélectrique du vide et ωpe la pulsation électronique de
l’onde de plasma :
ωpe
[
rad.s−1
]
=
√√√√e2ne0
meε0
≈ 5,704× 1013 ×
√
ne0 [1018 cm−3] (1.2)
Les plasmas étudiés dans cette thèse seront considérés comme « froids » car l’énergie ther-
mique des électrons est négligeable devant leur énergie mécanique d’oscillation. En effet,
cette dernière est estimée 1 à ∼ 10 keV. Or, Corkum et al. (Réf. [33]) ont calculé, selon la
théorie classique de l’« ionisation au-dessus du seuil » (ATI = Above Threshold Ionization),
que l’énergie résiduelle après ionisation, i.e. énergie thermique des électrons récemment io-
nisés, est de ∼ 1 eV (resp. ∼ 1 keV) pour des impulsions laser polarisées linéairement (resp.
circulairement). On considère donc que Te = 0, ce qui implique que ωp ≈ ωpe. Par ailleurs,
on confondra les deux notations tout au long de ce manuscrit. La dépendance de ωp et de la
longueur d’onde plasma λp = 2pi/kp sont illustrées en Fig. 1.1(a) en fonction de la densité
électronique ne0. La bande grise représente la gamme de ne0 des plasmas utilisés pour des
expériences d’accélération plasma par sillage laser.
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Figure 1.1 : (a) Pulsation ωp (courbe bleue à trait plein) et longueur d’onde λp de l’onde
de plasma (courbe rouge à tirets) en fonction de la densité électronique ne0 du plasma.
La bande grise représente la gamme de ne0 des plasmas utilisés pour des expériences d’ac-
célération plasma par sillage laser. (b) Perturbation de la densité électronique normalisée
δne/ne0 (courbe noire à trait plein) en fonction de la phase ωpt − kpx pour une pertur-
bation d’amplitude mamximum 4ne/ne0 = 0,2 et une densité électronique à l’équilibre
ne0 = 1×1018 cm−3. Les zones bleues (resp. rouges) représentent les phases pour lesquelles
le plasma a un excès (resp. déficit) d’électrons par rapport à l’équilibre. Cette charge
d’espace est à l’origine d’un champ électrique représenté par la courbe verte à tirets.
À présent, on souhaite démontrer que le champ lié à cette perturbation en densité électro-
nique peut être utilisé pour accélérer des électrons. Sachant que δE (x,t) ∝ ∂ (δne) /∂x (Éq.
1. Énergie mécanique d’oscillation : Eosc = e2δE2/2meω2pe ∼ 10 keV avec δE ∼ 10 GV/m l’amplitude du
champ électrique de l’onde de plasma (Éq. 1.3).
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C.1), on en déduit que le 4E est proportionnel et déphasé de pi/2 du maximum de pertur-
bation en densité électronique 4ne. Les ondes planes de la perturbation électronique et du
champ électrique sont illustrées par la Fig. 1.1(b). La perturbation de la densité électronique
normalisée δne/ne0, pour une perturbation d’amplitude 4ne/ne0 = 0,2 et une densité élec-
tronique à l’équilibre ne0 = 1× 1018 cm−3, est représentée en fonction de la phase ωpt− kpx
par une courbe noire à trait plein. Les zones bleues (resp. rouges) représentent les phases
pour lesquelles le plasma a un excès (resp. déficit) d’électrons par rapport à l’équilibre. Cette
charge d’espace est à l’origine d’un champ électrique représenté par la courbe verte à tirets
et dont la valeur maximale est :
4E [GV/m] = c
√√√√mene0
ε0
4ne
ne0
≈ 30×
√
ne0 [1017 cm−3]
4ne
ne0
. (1.3)
On constate que l’amplitude de ce champ accélérateur est de l’ordre de la dizaine de giga-
volt par mètre pour ne0 = 1 × 1018 cm−3 et 4ne/ne0 = 0,2 , soit mille fois les gradients
accélérateurs fournis par les cavités radiofréquences des accélérateurs conventionnels. Par
conséquent, si on est capable d’injecter un électron dans l’onde de plasma (voir piégeage
décrit en Sec. 1.3) en restant en phase accélératrice (voir la longueur de déphasage en Sec.
1.2.4), on peut accélérer cet électron jusqu’au gigaélectron-volt sur une longueur de dix
centimètres, réalisant ainsi un accélérateur très compact.
Ce modèle d’accélération d’électrons repose sur l’utilisation d’un champ électrique résultant
d’une perturbation en densité électronique d’un plasma. Il existe différentes méthodes pour
générer cette perturbation :
1. L’interaction coulombienne entre un paquet de particules chargées et les électrons du
plasma peut être utilisée pour perturber le plasma.
2. Le champ électromagnétique d’une impulsion laser se propageant dans un plasma per-
tube localement la distribution des électrons au sein du plasma. Cela crée une onde
de plasma qui peut accélérer des électrons. Ce mécanisme, aussi appelé accélération
plasma par sillage laser, est l’objet d’étude de cette thèse.
1.1.2 Description qualitative de l’accélération plasma par sillage laser
L’accélération plasma par sillage laser requiert l’utilisation d’impulsions laser infrarouge
(λL = 0,8 µm) multi-térawatt (PL & 10 TW), ultra-intenses (IL & 1018 W/cm−2) et ultra-
brèves (τL ∼ 10 − 100 fs) se propageant dans des plasmas sous-denses (ne0 . 1019 cm−3).
Avant d’introduire le formalisme utilisé pour décrire l’accélération plasma par sillage laser,
on se propose de discuter qualitativement de ce phénomène à l’aide de la Fig. 1.2, résultat
de simulations numériques avec le code PIC (Particle-in-Cell) nommé WARP (Réf. [34]).
On a simulé la propagation d’une impulsion laser selon un axe (Oz), d’intensité dans le vide
IL = 1×1018 W.cm−2, dans un gaz d’hydrogène de densité électronique ne0 = 1,8×1018 cm−3.
La Fig. 1.2(b) représente la distribution spatiale de la densité électronique dans le référentiel
de l’impulsion laser (z,x), avec z la position longitudinale et x la coordonnée transverse à
la propagation. Le champ électrique normalisé de l’impulsion laser EL de pulsation ωL est
donné par la courbe violette à trait plein de la Fig. 1.2(c). Sachant que le seuil d’ionisation de
l’hydrogène est de l’ordre de 1014 W.cm−2, l’impulsion laser ionise le gaz de telle sorte qu’on
peut considérer le plasma comme déjà formé lorsque débute l’interaction entre les électrons
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et l’impulsion laser intense. On choisit ici de discuter de la structure du plasma dans le sillage
du laser en présentant sur les Fig. 1.2(a),(c) les énergies potentielles Epz (resp. Epx±) d’un
électron évoluant dans les champs électriques longitudinaux (resp. transverses) du plasma.
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Figure 1.2 : (a) Énergies potentielles Epx+ (courbe bleue à tirets) et Epx− (courbe rouge à
trait plein) d’un électron (disque violet) dans les champs électriques transverses de l’onde
de plasma en fonction de sa position transverse x. (b) Distribution spatiale de la densité
électronique dans le référentiel du laser. (c) Champ électrique EL de l’impulsion laser
(courbe violette à trait plein) et énergie potentielle Epz (courbe verte à tirets) d’un électron
dans le champ électrique longitudinal du plasma en fonction de sa position longitudinale
z. Les flèches indiquent la direction du mouvement des électrons.
Le mouvement des électrons au sein de l’impulsion laser se décompose en deux dynamiques
évoluant à des échelles de temps différentes. Premièrement, sous l’influence du champ élec-
tromagnétique de l’impulsion laser, les électrons oscillent à la fréquence du laser ωL  ωp.
Secondement, en considérant le déplacement des électrons sur la durée de l’impulsion laser
τL  2pi/ωL, on observe qu’ils sont expulsés du centre l’impulsion par une force appelée
force pondéromotrice. Dans le cas du régime linéaire (voir Sec. 1.2.3), c’est-à-dire d’un faible
écart à l’équilibre, cette force est proportionnelle au gradient de l’intensité de l’impulsion.
Elle dépend linéairement de la masse des particules sur lesquelles elle agit, si bien qu’on
considère que les ions du plasma ne bougent pas sur les échelles de temps étudiées. La force
pondéromotrice crée immédiatement dans son sillage un déficit d’électrons comme observé en
Fig. 1.2(b) pour 116 ≤ z ≤ 130 µm. Cette charge d’espace crée une force de rappel du plasma
tendant à recouvrer sa neutralité. Dans le cas d’une impulsion ultra-courte (λp & cτL), cette
force de rappel ramène sur l’axe des électrons et conduit à un excès d’électrons en z = 106 µm.
La distribution des charges dans le sillage conduit à l’apparition de champs électriques lon-
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gitudinaux et transverses. L’énergie potentielle Epz d’un électron dans le champ électrique
longitudinal du plasma en fonction de sa position longitudinale z est représentée par la
courbe verte à tirets sur la Fig. 1.2(c). On constate qu’il existe des minima, c’est-à-dire des
positions de stabilité pour l’électron, correspondant aux centres des déficits en électrons.
Par conséquent, un électron injecté dans l’onde de plasma, au repos dans le référentiel de
l’impulsion laser, réduira son énergie potentielle soit en étant accéléré (dEpz/dz ≤ 0) soit en
étant décéléré (dEpz/dz ≥ 0) par l’onde. Similairement, on trace sur la Fig. 1.2(c) les énergies
potentielles Epx+ et Epx− d’un électron dans les champs électriques transverses de l’onde de
plasma, situé respectivement à z = 90 µm (courbe bleu à tirets) et à z = 106 µm (courbe
rouge à trait plein). La minimisation de ces énergies potentielles indique que les champs
électriques transverses sont focalisant à z = 90 µm et défocalisant à z = 106 µm, ce qui est
un effet important pour le transport d’électrons lors de leur accélération.
En résumé, on a observé qu’une impulsion laser multi-térawatt, ultra-intense et ultra-brève
se propageant dans un plasma sous-dense crée une onde de plasma dans son sillage, pouvant
accélérer, décélérer, focaliser et défocaliser des particules chargées tels que les électrons. La
prochaine section se propose maintenant d’établir un formalisme décrivant le phénomène
d’accélération plasma par sillage laser.
1.2 Théorie de l’accélération plasma par sillage laser
1.2.1 Équations fondamentales
Le plasma est un gaz chargé, il convient donc de décrire une onde de plasma comme étant
conjointement une onde électromagnétique et une onde de matière. Par conséquent, cela
nécessite de développer un double système d’équations :
1. Les équations de Maxwell.
2. Les équations dérivées de l’équation de Vlasov. On suppose ici qu’on est en présence
de plasmas non-collisionnels car les collisions électrons-électrons et électrons-ions sont
rares. On utilise donc l’équation de Vlasov plutôt que l’équation de Boltzmann.
1.2.1.1 Équations de Maxwell
Le champ électrique 2 E et le champ d’induction magnétiqueB d’une onde électromagnétique
sont régis par les équations de Maxwell :
∇ ·E = ρ
ε0
, (1.4)
∇ ·B = 0 , (1.5)
∇×E = −∂B
∂t
, (1.6)
∇×B = µ0
(
j + ε0
∂E
∂t
)
, (1.7)
2. On représente les vecteurs par des symboles en caractère gras.
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avec ρ la densité volumique de charge et j le vecteur densité de courant. Sachant que la
divergence d’un rotationel est nulle (Éq. A.2), l’Éq. 1.5 permet de définir un potentiel vecteur
A :
B = ∇×A . (1.8)
De plus, puisque le rotationel d’un gradient est toujours nul (Éq. A.3), on définit également
un potentiel scalaire Φ qui satisfait l’Éq. 1.6 :
E = −∇Φ − ∂A
∂t
. (1.9)
Afin de simplifier les développements théoriques présentés lors de cette thèse, on proposera
une description du problème via l’utilisation des potentiels (Φ,A) et de la jauge de Coulomb
(∇ ·A = 0). On note dès à présent que Φ ne peut provenir que du plasma puisque pour une
impulsion laser dans le vide : 4Φ = 0.
1.2.1.2 Équations dérivées de l’équation de Vlasov
En intégrant l’équation de Vlasov (Éq. C.9) sur l’espace des vitesses et en appliquant l’ap-
proximation des plasmas froids, on obtient la conservation de la charge électrique et celle du
bilan de la quantité de mouvement :
∂ne
∂t
+∇ · (neve) = 0 , (1.10)(
∂
∂t
+ ve ·∇
)
pe = −e (E + ve ×B) , (1.11)
avec v¯e la vitesse moyenne et p¯e le moment moyen des électrons 3.
1.2.1.3 Mise en forme des équations fondamentales
On définit la densité volumique de charge par ρ = −e (ne − ne0), le vecteur densité de
courant par j = −eneve et le facteur de Lorentz des électrons par γe =
√
1 + pe2/m2ec2. On
combine à présent ces notations et les équations présentées en Sec. 1.2.1.1 et 1.2.1.2, selon une
méthode détaillée en Annexe C. Cela permet de déterminer un ensemble de quatre équations
fondamentales régissant la physique de l’accélération plasma par sillage laser, décrite par les
paramètres de la distribution électronique (ne,ve,γe), le potentiel électrostatique Φ de l’onde
de plasma et le potentiel vecteur de l’impulsion laser A 4.
La première équation fondamentale se nomme l’équation de Poisson et montre que le la-
pacien, i.e. la forme, du potentiel électrostatique de l’onde de plasma ne dépend que de la
3. On abandonne à présent la notation « ve » au profit de « ve » afin de simplifier l’écriture mais il faut
garder à l’esprit que ce terme renvoit à une vitesse moyenne de la distribution électronique dans l’espace des
phases. Idem pour p¯e.
4. Rigoureusement, il convient de préciser que le potentiel vecteur A est également composé d’un terme
provenant du champ magnétique de l’onde de plasma. Ce terme est négligeable pour l’accélération plasma
par sillage laser en régimes linéaire (Sec. 1.2.3) et faiblement non-linéaire (Sec. 1.2.2), mais ne l’est plus pour
le régime de la bulle (Sec. 1.3.3).
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distribution des électrons au sein du plasma :
4Φ = e
ε0
(ne − ne0) . (1.12)
La seconde équation est appelée équation de conservation de la charge.
∂ne
∂t
+∇ · (neve) = 0 . (1.13)
La troisième équation fondamentale est l’équation d’onde de l’impulsion laser. On constate
que l’opérateur d’alembertien du potentiel vecteur A, c’est-à-dire l’évolution et propagation
de l’impulsion électromagnétique du laser, dépend de deux termes distincts : la densité de
courant au sein du plasma (terme en bleu) et la variation temporelle de la forme du potentiel
électrostatique de l’onde de plasma (terme en rouge), soit la distribution spatiale des électrons
et donc l’indice optique du milieu au sein duquel l’impulsion se propage.
A = nee
ε0c2
ve +
1
c2
∂
∂t
∇Φ . (1.14)
Finalement, la quatrième équation fondamentale est l’équation du mouvement « lent » des
électrons du plasma, car on soustrait au moment total pe des électrons le moment d’oscilla-
tion rapide eA induit par le laser. On remarque que la dynamique lente des électrons dépend,
d’une part, du gradient d’énergie potentielle de l’onde de plasma (terme en bleu), et d’autre
part, du gradient d’énergie des électrons (terme en rouge), aussi appelé force pondéromotrice.
Elle ne dépend pas du signe de la charge de la particule mais seulement de sa masse.
∂
∂t
(pe − eA) = ∇ (eΦ) +∇
(
−mec2γe
)
. (1.15)
Discussion sur la force pondéromotrice :
La force pondéromotrice est également appelée pression de radiation car un électron, initiale-
ment au repos, acquiert une énergie cinétique résiduelle après passage d’une onde électroma-
gnétique de dimension spatio-temporelle finie, ici une impulsion laser (EL,BL) se propageant
selon kL. Puisque que ce mécanisme a été rigoureusement examiné pour des électrons relati-
vistes par la Réf. [35], on se propose ici de décrire qualitativement l’origine de cette force en
discutant du mouvement d’un électron, au sein d’une impulsion laser dans le vide, soumis à
la force de Lorentz F = −e (EL + ve ×BL) :
1. Le premier terme, le champ électrique EL, impose à l’électron d’osciller à la fréquence
du laser. Dans le cas d’une onde plane (EL (r,t) = E˜Lexp(iϕL) où ϕL = ωLt− kL · r),
l’électron est écarté de sa position d’origine, puis rappelé avec une force d’ampli-
tude constante durant l’oscillation. Sa position moyenne transverse est donc nulle.
Cependant, dans le cas des impulsions ne pouvant être considérées comme onde plane
(E˜L = E˜L (r)), l’amplitude de la force de rappel/poussée dépend de la position trans-
verse de l’électron, entrainant ainsi une dérive transverse de l’électron après chaque
oscillation dans le champ électrique laser. Ce mécanisme est illustré par la Fig. 1.3(b)
pour une impulsion laser de forme gaussienne dont la distribution transverse d’inten-
sité laser IL ∝ |EL|2 est donnée sur la Fig. 1.3(a). Les flèches rouges illustrent la force
de Lorentz transverse, provenant de EL, qui régit le mouvement de l’électron.
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2. Le second terme ve ×BL ∝ −EL ×BL ∝ kL pousse toujours l’électron vers l’avant
de l’impulsion 5. On constate donc qu’une onde plane électromagnétique pourrait po-
tentiellement accélérer un électron vers des énergies infinies (Réf. [36]). En pratique,
les ondes utilisées ne sont pas planes et la dérive transverse mentionée dans le premier
point conduit à une énergie limite d’accélération. On souligne que la force pondéromo-
trice ne sera utilisée que pour créer la structure accélératrice du plasma, et non pas
pour accélérer les électrons aux énergies recherchées.
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Figure 1.3 : Description qualitative de l’origine de la force pondéromotrice radiale induite
par le passage d’une impulsion laser ne pouvant être considérée comme une onde plane.
(a) Distribution transverse de l’intensité IL de l’impulsion laser. (b) Position transverse
y d’un électron en fonction de la phase ϕL = ωLt − kL · r de l’impulsion représentée par
une courbe bleue. Les flèches rouges indiquent la force de Lorentz transverse provenant du
champ électrique EL.
Sachant que la dynamique transverse (resp. longitudinale) est gouvernée par IL ∝ |EL|2 ∝
|A|2 (resp. et |EL ×BL| ∝ |A|2), on en déduit que l’amplitude de la force pondéromotrice
FP ∝ |A|2. Le phénomène décrit ci-dessus dispose de deux appellations, pression de radiation
et force pondéromotrice, car il renvoie à deux interprétations différentes :
1. Une interprétation particulaire décrit le phénomène comme suit : une particule char-
gée, ici un électron, subit la pression d’une impulsion aux dimensions spatiales finies,
chassant l’électron hors de l’impulsion électromagnétique.
2. D’un point de vue fluide explicité par le terme en rouge de l’Éq. 1.15, les électrons
énergétiques se déplacent vers des électrons au repos, satisfaisant le second principe de
la thermodynamique.
5. Le sens de l’accélération longitudinale est déterminée en utilisant l’Éq. A.7.
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1.2.1.4 Équations fondamentales normalisées
On utilise désormais des variables normalisées afin de simplifier l’écriture des équations
fondamentales. On définit ainsi le potentiel électrostatique normalisé φ , le potentiel vecteur
normalisé a et le vecteur moment normalisé ue tels que :
φ =
eΦ
mec2
,
a =
eA
mec
,
ue =
pe
mec
=
γeve
c
= γeβe ,
où βe est le vecteur vitesse normalisée des électrons. Les équations fondamentales (Éq. 1.12,
1.13, 1.14, 1.15) deviennent :
4φ+ k2p
(
1− ne
ne0
)
= 0 , (1.16)
∂ne
∂t
+ c∇ ·
(
neue
γe
)
= 0 , (1.17)
a− k2p
ne
ne0
ue
γe
− 1
c
∂
∂t
∇φ = 0 , (1.18)
∂
∂t
(ue − a) + c∇ (γe − φ) = 0 . (1.19)
avec kp =
√
e2ne0/ε0mec2 le nombre d’onde de l’onde de plasma. On rappelle également la
pulsation plasma correspondante comme étant ωp = ckp .
1.2.2 Modèle 1D : régime linéaire et non-linéaire
1.2.2.1 Hypothèses 1D et conséquences
On se propose maintenant de résoudre les équations fondamentales normalisées ci-dessus dans
le cas d’une impulsion très large : kpw0  1 avec w0 une dimension transverse caractéristique
du faisceau laser. On peut réduire le système à une dimension, c’est à dire que les paramètres
laser-plasma ne dépendent que de (z,t), et que ∇ = uz∂/∂z. La jauge de Coulomb (∇.A =
∂Az/∂z = 0) et les conditions aux limites permettent de conclure que Az = 0 et donc que
le potentiel vecteur est un champ transverse : a = a⊥. Par conséquent, la partie transverse
de l’Éq. 1.19 et les conditions initiales permettent également d’affirmer que le mouvement
transverse des électrons est uniquement régi par le potentiel vecteur : ue,⊥ = a. Grâce à ce
résultat, on peut réexprimer le facteur de Lorentz comme étant :
γe =
√√√√ 1 + a2
1− βe,‖2
. (1.20)
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En adoptant le référentiel de l’impulsion laser voyageant à la vitesse c, on a (z,t) −→
(ζ = z − ct,τ = t) (cf. Sec. A.1.3). Les équations fondamentales normalisées 1D sont donc :
∂2φ
∂ζ2
+ k2p
(
1− ne
ne0
)
= 0 , (1.21)
∂ne
∂τ
− c ∂
∂ζ
[
ne
(
1− βe,‖
)]
= 0 , (1.22)(
2
c
∂2
∂ζ∂τ
− 1
c2
∂2
∂τ 2
− ne
ne0
k2p
γe
)
a = 0 , (1.23)
∂
∂τ
(
γeβe,‖
)
− c ∂
∂ζ
[
φ− γe
(
1− βe,‖
)]
= 0 . (1.24)
1.2.2.2 Approximation quasi-statique
L’approximation quasi-statique consiste à négliger les dérivées temporelles devant les dérivées
spatiales dans le référentiel se propageant avec l’impulsion laser : ∂/∂τ  c∂/∂ζ. Cette
hypothèse repose sur le fait que l’échelle temporelle ∂τ d’évolution de l’enveloppe laser (de
l’ordre du temps de Rayleigh tR, voir Sec. 1.2.4.2) est très longue devant le temps de transit
d’un électron au voisinage de l’impulsion laser : tR  τL. Par conséquent, les Éq. 1.22 et
1.24 deviennent après intégration :
ne
(
1− βe,‖
)
= ne0 , (1.25)
γe
(
1− βe,‖
)
= φ+ 1 . (1.26)
L’utilisation conjointe des Éq. 1.25 et 1.26 dans les Éq. 1.21 et 1.23 permet d’écrire les
équations différentielles couplées régissant l’évolution des potentiels φ et a le long de l’axe
de l’impulsion laser :
∂2φ
∂ζ2
− k
2
p
2
[
1 + a2
(1 + φ)2
− 1
]
= 0 , (1.27)[
2
c
∂2
∂ζ∂τ
− 1
c2
∂2
∂τ 2
]
a− k2p
a
1 + φ = 0 . (1.28)
On résout numériquement l’Éq. 1.27 par la méthode des différences finies pour une impulsion
gaussienne polarisée linéairement (Sec. B.1) où la norme du potentiel vecteur est :
a (r,ζ) = |a (r,ζ)| = a0 exp
(
−k
2
pζ
2
4
)
cos (kpζ) (1.29)
où kpζ est la position longitudinale normalisée. Les Fig. 1.4(a) et (b) représentent le sillage
laser d’une impulsion gaussienne respectivement en régime linéaire (a  1) et régime
non-linéaire (a  1). On trace le potentiel électrostatique φ (courbe bleue), la pertur-
bation en densité électronique δne/ne0 (courbe noire) et le champ électrique longitudinal
Ez/E0 = −k−1p ∂φ/∂ζ (courbe verte), normalisé par E0 = mecωp/e le champ électrique limite
de déferlement non-relativiste des plasmas froids (voir Sec. 1.3 sur le piégeage).
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Figure 1.4 : Potentiel vecteur laser a d’une impulsion gaussienne polarisée linéairement
(courbe rouge), potentiel électrostatique φ (courbe bleu), perturbation en densité élec-
tronique δne/ne0 (courbe noire) et champ électrique longitudinal Ez/E0 (courbe verte)
en fonction de la position longitudinale normalisée kpζ pour (a) a0 = 0,5 (régime li-
néaire) et (b) a0 = 2 (régime non-linéaire) dans un plasma de densité électronique
ne0 = 5× 1018 cm−3.
On remarque que, pour le cas linéaire, les paramètres du plasma sont des fonctions sinu-
soïdales en ζ, comme cela peut-être démontré analytiquement à partir de l’Éq. 1.27. Quand
a → 1, l’onde n’est plus sinusoïdale. Le champ électrique longitudinal se raidit conduisant
à une concentration très localisée des électrons au sein de l’onde de plasma, si bien que la
période spatiale de l’onde de plasma augmente avec a0. On constate également que la distri-
bution en électrons au sein de l’impulsion laser est modulée par le champ électrique de cette
dernière.
Ce développement théorique est limité par sa principale hypothèse : la modélisation du pro-
blème à une dimension. Or, du fait de la force pondéromotrice, l’accélération plasma par
sillage laser est intrinsèquement un phénomène se déroulant sur un espace à trois dimen-
sions. Il convient donc de développer une théorie rendant compte de cet aspect. Cependant,
les équations fondamentales ne sont analytiquement pas solubles en 3D. Par conséquent,
une partie de cette thèse s’appuiera sur des simulations numériques utilisant un code PIC
(Particle-In-Cell), nommé WARP, pour discuter des résultats expérimentaux. On peut tou-
tefois proposer une théorie pour le régime linéaire (a 1) décrivant l’accélération d’électrons
par une onde de plasma, sillage d’une impulsion gaussienne.
1.2.3 Sillage laser 3D pour une impulsion gaussienne
1.2.3.1 Hypothèse de l’approximation linéaire
Le régime est dit linéaire (a  1) quand le plasma est faiblement perturbé par le passage
d’une impulsion laser, où chaque paramètre plasma X = (ne,φ,ue,γe) s’écrit comme étant
X = X0 + δX avec X0 sa valeur à l’équilibre et δX  X0 sa perturbation. Cette dernière
est composée de deux termes évoluant sur des échelles de temps différentes : la période d’un
cycle optique et le temps de réponse du plasma soumis à la force pondéromotrice. Puisque
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ωL  ωp, on note la perturbation variant sur une période de cycle optique δHFX (HF pour
haute fréquence) et celle variant sur le temps de réponse du plasma δ
BF
X (BF pour basse
fréquence). La perturbation totale s’écrit donc : δX = δ
HF
X + δ
BF
X. Les perturbations à
haute fréquence sont entrainées par l’oscillation du champ électrique de l’impulsion laser, on
peut donc estimer que δ
HF
X ∝ a. Ensuite, on a démontré qualitativement au cours de la
discussion sur la force pondéromotrice que FP ∝ a2, on a donc 6 δBFX ∝ a2.
Les conditions initiales sont φ0 = 0, ue0 = 0 et γe0 = 1. ne et φ étant des paramètres du
plasma, on a δ
HF
φ = δ
HF
ne = 0, i.e. leur perturbation est en moyenne nulle sur un cycle
optique. En approximant γe par
√
1 + δue2 ≈ 1 + δHFue2/2 et sachant que δHFue2 ∝ a2,
on en déduit que δ
HF
γe = 0. Ensuite, en sélectionnant la composante haute fréquence de
l’équation Éq. 1.19, on remarque que δ
HF
ue = a, ce qui confirme bien que le mouvement
rapide des électrons est induit par le champ électrique de l’impulsion électromagnétique. On
peut réécrire maintenant le facteur de Lorentz comme étant γe ≈ 1 + a2/2.
1.2.3.2 Équations fondamentales en régime linéaire
On développe à présent les Éq. 1.19, 1.17 et 1.19 pour la dynamique de basse fréquence.
Elles permettent de formuler les équations de l’onde de plasma, c’est-à-dire l’équation de la
pertubation en densité électronique du plasma et celle du potentiel électrostatique résultant.
En faisant l’approximation quasi-statique dans le référentiel de l’impulsion laser (voir Sec.
1.2.2.2), ces équations sont : (
∂2
∂ζ2
+ k2p
)
(δ
BF
φ) = k2p
a2
2 , (1.30)(
∂2
∂ζ2
+ k2p
)(
δ
BF
ne
ne0
)
= 4
(
a2
2
)
. (1.31)
On constate que la perturbation électronique et le potentiel électrostatique sont bien de
l’ordre de a2, ce qui confirme les arguments avancés lors de la discussion en Sec. 1.2.3.1.
On remarque également que ces deux équations sont celles d’un oscillateur harmonique en
régime d’oscillations forcées par la pression de radiation de l’impulsion laser.
Afin de déterminer l’évolution de l’enveloppe de l’impulsion laser, on développe l’Éq. 1.18
aux basses fréquences. Les conditions aux limites (plasma au repos loin de l’impulsion laser)
et l’approximation quasi-statique dans le référentiel de l’impulsion laser conduisent à la
formulation suivante :(
4⊥ +
2
c
∂2
∂τ∂ζ
− 1
c2
∂2
∂τ 2
)
a = k2p
(
1− a
2
2 +
δ
BF
ne
ne0
)
a , (1.32)
avec 4⊥ l’opérateur laplacien transverse.
6. Une démonstration plus rigoureuse utilisant un développement de Taylor en a a été proposée par la
Réf. [37] et est reprise en Annexe C.3.
19
Chapitre 1 Physique de l’accélération plasma par sillage laser
1.2.3.3 Sillage laser pour une impulsion gaussienne
Afin de simplifier les calculs, on choisit d’étudier ici le sillage laser créé par une impulsion
gaussienne polarisée circulairement en régime linéaire. On rappelle que l’approximation des
plasmas froids reste valide pour ce type de polarisation (cf. discussion en Sec. 1.1.1.2). La
norme du potentiel vecteur est de la forme (Sec. B.1) :
a (r,ζ) = a0 exp
(
− r
2
w20
− ζ
2
L2L
)
(1.33)
avec r est la coordonnée transverse à la propagation, w0 la dimension transverse du faisceau
laser au waist, i.e. la position pour laquelle l’intensité vaut e−2 de l’intensité maximum.
LL = cτL/
√
2 ln 2 est la longueur de l’impulsion laser et τL sa durée à mi-hauteur.
L’expression du potentiel électrostatique, dans le sillage d’une impulsion laser gaussienne,
est obtenue par méthode de variation des constantes appliquée à l’Éq. 1.30 et en prenant en
compte les conditions aux limites du problème (Réf. [38]) :
φ (r,ζ) = − a
2
0 ωpτL
8
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
exp
(
−2r
2
w20
)
sin (kpζ) . (1.34)
Connaissant l’expression du potentiel électrostatique, on peut désormais déterminer les
champs électrostatiques longitudinal et transverse, ainsi que la perturbation en densité élec-
tronique de l’onde de plasma :
Ez
E0
=
a20 ωpτL
8
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
exp
(
−2r
2
w20
)
cos (kpζ) , (1.35)
Er
E0
= − a
2
0 cτL
2w20
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
r exp
(
−2r
2
w20
)
sin (kpζ) , (1.36)
δ
BF
ne
ne0
=
a20 ωpτL
8
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
exp
(
−2r
2
w20
)
sin (kpζ)
{
1 +
8
w20k
2
p
(
1− 2r
2
w20
)}
. (1.37)
Les Éq. 1.35 et 1.36 conduisent à deux conclusions concernant les propriétés accélératrices
et focalisantes de l’onde de plasma. Premièrement, on retrouve que le champ électrostatique
longitudinal Ez/E0 est bien une fonction sinusoïdale de kpζ, conformément au modèle 1D
dans la limite linéaire (Sec. 1.2.2.) Par conséquent, ce champ peut être accélérateur ou décé-
lérateur. Secondement, cette analyse 3D permet de déterminer que le champ électrostatique
transverse Er/E0 est également une fonction sinusoïdale de kpζ, il peut être focalisant ou
défocalisant. On remarque également qu’il est en retard de phase de pi/2 par rapport à la
composante longitudinale. Cela restreint le domaine, en phase, utile à l’accélération plasma
par sillage laser où on recherche une onde accélératrice et focalisante. La Tab. 1.1 résume
ces propriétés en fonction de kpζ pour une particule chargée négativement.
L’amplitude Ez,max/E0 du champ électrostatique longitudinal sur l’axe (r = 0) est repré-
sentée sur la Fig. 1.5(a) en fonction de ωpτL, une grandeur adimensionnelle caractérisant le
couplage entre la période d’oscillation de l’onde de plasma et la durée de l’impulsion laser.
On a choisi à titre d’exemple une impulsion de forme gaussienne avec a0 = 0,5, w0 = 17 µm et
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kpζ 0→ pi/2 pi/2→ pi pi → 3pi/2 3pi/2→ 2pi
Ez Décélérateur Accélérateur Accélérateur Décélérateur
Er Focalisant Focalisant Défocalisant Défocalisant
Table 1.1: Propriétés du champ longitudinal (resp. transverse) Ez (resp. Er) en fonction de
la position longitudinale normalisée kpζ dans le référentiel de l’impulsion laser.
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Figure 1.5 : (a) Amplitude normalisée Ez,max/E0 du champ électrostatique longitudinal
de l’onde de plasma en fonction de ωpτL et pour r = 0 (courbe rouge à trait plein),
r = w0/
√
2 (courbe bleue à tirets) et r = w0 (courbe verte à tirets). Ce sillage est créé
par le passage d’une impulsion gaussienne avec a0 = 0,5, w0 = 17 µm et τL = 40 fs.
La condition de résonance ωpτL =
√
8 ln 2 est indiquée par la ligne noire verticale. (b)
Amplitude normalisée Er,max/E0 du champ électrostatique radial de l’onde de plasma
en fonction de r/w0 pour la résonance ωpτL =
√
8 ln 2 (courbe rouge à trait plein), et
hors-résonance ωpτL = 2 (courbe bleue à tirets) et ωpτL = 3 (courbe verte à tirets). Les
propriétés laser sont identiques à celles utilisées en Fig. 1.5(a).
τL = 40 fs. On remarque que Ez,max/E0 est maximum, quelle que soit la position transverse
r/w0 pour ωpτL =
√
8 ln 2. La densité électronique correspondante à ce couplage optimal,
appelé résonance, est :
nre´s
[
1018 cm−3
]
= 8 ln 2
meε0
e2τ 2L
≈ 1,743× 10
3
τ 2L [fs2]
. (1.38)
L’amplitude Er,max/E0 du champ électrostatique transverse est représentée sur la Fig. 1.5(b)
en fonction de la position transverse r/w0. On note que :
1. L’intensité du champ électrostatique transverse est dix fois plus faible que celle du
champ longitudinal : Er,max/Ez,max ≈ 0,1, pour les paramètres laser choisis.
2. À τL constant, l’intensité des champs transverses augmente lorsque la densité électro-
nique décroît. Ce résultat indique qu’il est crucial de bien contrôler la distribution de
gaz tout au long de l’accélération, au risque de modifier les propriétés de focalisation
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du plasma, et donc celle du paquet accéléré. Par exemple, Sears et al. (Réf. [39]) ont
montré la réduction de la divergence et l’augmentation de la taille d’un paquet d’élec-
trons traversant une transition plasma-vide de dimension finie, c’est-à-dire un gradient
de densité électronique.
3. Il est possible de réduire les champs transverses, sans réduire le champ accélérateur, en
augmentant la taille w0 du faisceau laser au waist. A contrario, on peut volontairement
utiliser des faisceaux laser avec de faibles w0 afin de préférentiellement agir transversale-
ment sur le paquet d’électrons. Ce schéma d’interaction laser-plasma, également appelé
lentille laser-plasma (Réf. [40]), est actuellement envisagé pour le transport de paquets
d’électrons entre deux étages laser-plasma. Une lentille laser-plasma a également pour
objectif d’améliorer et/ou conserver la qualité intrinsèque des paquets d’électrons gé-
nérés/accélérés par méthode laser-plasma, sans sacrifier l’un des avantages majeurs de
cette technique : la compacité.
Finalement, la perturbation en densité électronique δ
BF
ne/ne0 est donnée par l’Éq. 1.37. La
distribution des électrons se compose de deux termes, une perturbation longitudinale (terme
en bleu) et une perturbation transverse (terme en rouge) : δne = δ‖ne + δ⊥ne. Sachant
que l’indice optique du plasma dépend de sa densité électronique, on peut affirmer que la
répartition des électrons affecte ensuite la propagation de l’impulsion laser, ce qui n’a pas
été discuté jusqu’à présent dans ce manuscrit. En effet, la forme de l’impulsion laser pour les
Fig. 1.4 et 1.5 a été supposée constante. Par ailleurs, ni la diffraction d’une impulsion laser
non-collimatée, ni la perte d’énergie de l’impulsion dans le plasma n’ont été abordées. Par
conséquent, afin d’apprécier les limites du régime décrit ci-dessus, il est nécessaire de discuter
de l’indice optique associé à un plasma, mais aussi de la diffraction et de l’atténuation d’une
impulsion laser se propageant au sein d’un plasma.
1.2.4 Effets non-linéaires et limites de l’accélération plasma par sillage
laser
1.2.4.1 Indice de réfraction et densité critique d’un plasma
Sachant que l’impulsion laser et l’onde de plasma sont respectivement une onde transverse
et longitudinale, on montre que la relation de dispersion d’une impulsion laser se propageant
au sein d’un plasma s’écrit :
ω2L = ω2p + c2k2L . (1.39)
Cette équation est obtenue en combinant puis projetant les Éq. 1.7 et 1.6 sur le vecteur
d’onde kL de l’impulsion laser au sein du plasma. On a également supposé ici l’impulsion
laser comme étant une onde plane progressive monochromatique. L’Éq. 1.39 indique qu’il
existe une densité électronique au-delà de laquelle k2L ≤ 0, i.e. l’impulsion électromagné-
tique est partiellement réfléchie et l’onde transmise est évanescente. Cette densité, appelée
densité électronique critique pour une impulsion électromagnétique de longueur d’onde λL,
s’exprime :
nc
[
cm−3
]
=
meε0ω
2
L
e2
≈ 1,109× 10
21
λ2L [µm2]
. (1.40)
Afin de décrire l’évolution de l’impulsion lors de sa propagation, on définit sa vitesse de
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phase vϕ,L et sa vitesse de groupe vg,L comme étant :
vϕ,L =
ωL
kL
= c
√√√√1 + ω2p
c2k2L
, (1.41)
vg,L =
dωL
dkL
=
c√√√√1 + ω2p
c2k2L
. (1.42)
L’indice optique d’un milieu pour l’impulsion laser est défini par ηp = c/vϕ,L = vg,L/c. Esarey
et al. (Réf. [41]) ont montré que, en régime linéaire (a2  1), l’indice optique d’un plasma
sous-dense (ωp  ωL) s’écrit :
ηp ' 1−
ω2p
2ω2L
(
1− a
2
2 +
δ||ne
ne0
+
δ⊥ne
ne0
+
4np
ne0
)
, (1.43)
avec 4np = 4n (r/r0)2 la distribution électronique d’un canal préformé à la forme para-
bolique de taille r0 et d’amplitude 4n. Cette expression suppose que la perturbation élec-
tronique est petite (|4n/ne0|  1 et |δne/ne0|  1), et illustre les différentes contributions
du plasma lors de son interaction avec une impulsion laser en régime linéaire. On constate
que l’expression de l’indice optique ηp est similaire au terme de droite de l’équation d’onde
en régime linéaire (Éq. 1.32). Le terme additionnel 4np/ne0 décrit un canal plasma pré-
formé permettant de guider les impulsions laser, contrant ainsi la diffraction naturelle de
l’impulsion laser qui est une des limitations de l’accélération plasma par sillage laser.
Afin de discuter de l’Éq. 1.43 et de ses conséquences pour la propagation de l’impulsion,
on étudie quantitativement la distribution spatiale des vitesse de groupe et de phase d’une
impulsion laser gaussienne polarisée linéairement avec a0 = 0,5, w0 = 17 µm et τL = 40 fs
pour ne0 = 5 × 1018 cm−3. On représente sur la Fig. 1.6(a) la vitesse de groupe normalisée
δvg,L/c = (vg,L − vg,∞) /c en fonction de kpζ, sur l’axe (r/w0 = 0), où vg,∞ est la vitesse de
groupe de l’impulsion laser pour kpζ → +∞. On trace également sur la Fig. 1.6(b) la vitesse
de phase normalisée δvϕ/c = (vϕ,L − vϕ,0) /c en fonction de r/w0, au centre de l’impulsion
(kpζ = 0), avec vϕ,0 la vitesse de phase de l’impulsion laser pour r/w0 = 0. On souligne que
les courbes de la Fig. 1.6 ont été tracées dans le cadre de l’hypothèse quasi-statique.
• Auto-compression (Self-compression) :
Comme observé sur la Fig.1.6(a), le front arrière (kpζ ≤ 0) de l’impulsion laser se dé-
place plus rapidement que le front avant (kpζ ≥ 0). L’accumulation de cet effet conduit
à comprimer longitudinalement l’impulsion laser. L’auto-compression peut ainsi optimiser
le couplage entre l’impulsion laser et l’onde de plasma. En effet, une impulsion légèrement
trop longue avant interaction (LL & λp), et donc hors-résonance, sera comprimée par le
plasma jusqu’à atteindre la résonance (Réf. [42,43]). Une compression temporelle de l’im-
pulsion est équivalente à un élargissement en longueur d’onde, décalant le front avant de
l’impulsion vers le bleu et le front arrière vers le rouge. Ceci a été utilisé pour diagnostiquer
l’interaction laser-plasma (Réf. [44,45]).
• Auto-focalisation (Self-focusing) :
Lorsque |δne/ne0|  a, le terme dominant de l’indice optique est 1 + a2/2. Il provient
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Figure 1.6 : (a) Potentiel vecteur normalisé a (courbe rouge à trait plein) et vitesse de
groupe normalisée δvg,L/c (courbe bleue à tirets) en fonction de la dimension longitudinale
normalisée kpζ, sur axe (r/w0 = 0), pour une impulsion gaussienne polarisée linéairement
avec a0 = 0,5, w0 = 17 µm et τL = 40 fs dans un plasma de densité électronique ne0 =
5 × 1018 cm−3. (b) Potentiel vecteur normalisé a (courbe rouge à trait plein) et vitesse
de phase normalisée δvϕ,L/c, au centre de l’impulsion laser (kpζ = 0), en fonction de la
dimension transverse normalisée r/w0, en présence seulement d’auto-focalisation (courbe
bleue à tirets), puis en présence d’auto-focalisation et d’auto-guidage (courbe verte à
tirets), enfin enprésence d’auto-focalisation, d’auto-guidage et d’un canal plasma préformé
d’amplitude ∆n = 0,1ne0 et idéalement couplé à l’impulsion laser (courbe noire à tirets).
de l’oscillation relativiste des électrons au sein de l’impulsion laser dont la dynamique a
été décrite par les Réf. [46–49]. On définit usuellement une puissance laser critique Pc
au-delà de laquelle ce mécanisme devient non-négligeable devant la diffraction naturelle
de l’impulsion. Elle s’exprime comme étant :
Pc = 2c
(
e
re
)2 (
ωL
ωp
)2
, (1.44)
avec re le rayon classique de l’électron (Réf. [50]). Pratiquement, on écrit que Pc [GW] ≈
17ω2L/ω2p, ce qui donne une puissance critique de 3 TW pour les expériences réalisées au
cours de cette thèse. Les résultats décrits aux Chap. 4 et 5 ont été obtenus avec une impul-
sion laser de puissance PL  Pc. Par conséquent, l’auto-focalisation est un phénomène clé
à prendre en compte pour l’interprétation des résultats expérimentaux. Elle est illustrée
sur la Fig. 1.6(b) par la courbe bleue à tirets représentant δvϕ,L/c = f (r/w0). On constate
que la vitesse de phase augmente avec la distance transverse, ce qui induit un front d’onde
incurvé. Le plasma agit donc comme une lentille convergente luttant contre la diffraction
naturelle de l’impulsion laser. Il se peut même que l’action du plasma soit si prononcée
que l’auto-focalisation refocalise une impulsion divergente (Réf. [51]). Néanmoins, cet effet
s’arrête lorsque l’impulsion est suffisamment focalisée pour que des effets très non-linéaires,
c’est-à-dire d’ordre supérieur en a, défocalisent l’impulsion (Réf. [48, 52,53]).
• Auto-guidage (Self-channeling) :
L’impulsion laser crée, dans son front descendant, un déficit d’électrons dont la distribution
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est donnée par l’Éq. 1.37. Ceci équivaut localement à un canal plasma de densité électro-
nique δ⊥ne/ne0 qui tend à limiter la diffraction naturelle de l’impulsion (Réf. [49,51,54,55]).
Ce phénomène est illustré par la courbe verte à tirets de la Fig. 1.6(b) représentant
δvϕ,L/c = f (r/w0) en présence d’auto-focalisation et d’auto-guidage.
• Guidage par canal plasma préformé (Preformed density channel guiding) :
On peut également préformer un canal plasma, grâce à des décharges électriques par
exemple, afin de renforcer le guidage intrinsèque du plasma sur l’impulsion laser (Réf.
[19, 51, 56–63]). δvϕ/c = f (r/w0) est donnée par la courbe noire à tirets de la Fig. 1.6(b)
pour une combinaison des trois méthodes de guidage lorsqu’un canal préformé, d’amplitude
∆n = 0,1ne0 et idéalement couplé avec l’impulsion laser (r0 = w0), est utilisé.
1.2.4.2 Limites de l’accélération par sillage laser
Les propriétés d’une impulsion laser évoluent au cours de sa propagation au sein d’un plasma.
Par conséquent, le sillage laser est également modifié, impactant ainsi la capacité de ce dernier
à accélérer des électrons. Ces limitations ont des origines diverses et sont quantifiées par des
longueurs caractéristiques suivantes :
1. Longueur de déphasage des électrons :
Les électrons accélérés par le sillage sont relativistes (ve ≈ c) alors que l’impulsion
laser, et donc la phase de l’onde de plasma, se déplace à la vitesse vg,L ≤ c. Les
électrons se déphasent donc progressivement de l’onde de plasma jusqu’à atteindre
une phase décélératrice, ce qui limite leur gain maximal d’énergie ∆Wmax. On appelle
longueur de déphasage Lϕ la longueur maximale qu’un électron peut parcourir avant
d’être en phase décélératrice (Réf. [64]). En régime linéaire, on estime qu’un électron
est en phase accélératrice durant un temps λp/2 (c− vg,L) après son piégeage au sein
de l’onde de plasma. La distance parcourue, par les électrons, durant ce temps est
Lϕ = cλp/2 (c− vg,L) ≈ λp/2γ2p pour des électrons relativistes, avec γp = 1/
√
1− β2p le
facteur de Lorentz de l’onde de plasma et βp = vg,L/c la vitesse de phase normalisée
de l’onde de plasma.
2. Longueur de diffraction de l’impulsion laser :
L’accélération plasma par sillage laser requiert l’utilisation d’impulsions laser à ultra-
haute intensité. Elles sont obtenues en focalisant très fortement des faisceaux laser
sur un point d’interaction. Cependant, la focalisation de la lumière implique égale-
ment la diffraction de cette dernière après passage du point focal. Dans le cadre des
faisceaux gaussiens, l’évolution de l’enveloppe est quantifiée par une longueur de dif-
fraction Ldiff = pizR avec zR = piw20/λL la longueur de Rayleigh définie comme étant la
distance longitudinale, à partir du foyer, au bout de laquelle l’intensité de l’impulsion
laser est égale à la moitié de l’intensité maximale (Réf. [65]). On définit le temps de
Rayleigh comme étant tR = zR/c. On rappelle que la diffraction peut-être limitée, voire
contrée, par l’auto-focalisation ou le guidage par canal plasma préformé présentés en
Sec. 1.2.4.1.
3. Longueur d’épuisement laser :
L’excitation du plasma par l’impulsion laser résulte d’un transfert d’énergie de l’im-
pulsion vers le milieu via la force pondéromotrice (Réf. [66, 67]). L’énergie contenue
dans l’impulsion diminue donc au cours de la propagation afin d’entretenir l’onde de
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plasma. La dynamique de cet amortissement est caractérisée par une longueur d’épui-
sement laser Le´p.
Une formulation générale semi-phénoménologique de ces longueurs, écrite dans la Tab. 1.2,
a été proposé par Lu et al. (Réf. [64]) pour le régime linéaire et non-linéaire. Ces paramètres
sont représentés en fonction de la densité électronique ne0 sur la Fig. 1.7 en régime linéaire et
non-linéaire. Pour les paramètres expérimentaux donnés aux Chap. 4 et 5 à savoir a0 = 1,3,
w0 = 17 µm, τL = 40 fs et ne0 = 1019 cm−3, on estime que γp ≈ 8, Lϕ ≈ 400 µm, Ldiff ≈
4 mm, Le´p ≈ 2 mm et ∆Wmax ≈ 200 MeV. On constate donc que le facteur limitant, pour
le régime étudié, est la longueur de déphasage des électrons. On a également un ordre de
grandeur sur les énergies des électrons, ce qui a permis de définir le dispositif expérimental
présenté au Chap. 3.
Régime γp λS Lϕ Ldiff* Le´p ∆Wmax [/mec2]
Linéaire
ωL
ωp
2pi
kp
1
kp
γ2p piw20
2c ωL
cτL
a20
γ2p a
2
0γ
2
p
Non-linéaire
1√
3
ωL
ωp
2pi√a0
kp
4
√
a0
kp
γ2p 3cτLγ2p 2a20γ2p
Table 1.2: Variables du modèle semi-phénoménologique de l’accélération plasma par sillage
laser, proposé par Lu et al. (Réf. [64]) pour le régime linéaire et non-linéaire (3D). Ce
tableau résume les formulations du facteur de Lorentz γp de l’onde de plasma, de la
longueur d’onde du sillage λS, de la longueur de déphasage Lϕ des électrons, de la longueur
de diffraction (resp. d’épuisement) Ldiff (resp. Le´p) de l’impulsion laser, et le gain d’énergie
maximal ∆Wmax des électrons. *On rappelle que la longueur de diffraction n’est pertinente
qu’en absence de guidage (auto-focalisation, auto-canalisation, etc.).
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Figure 1.7 : Gain maximal d’énergie ∆Wmax des électrons (courbe rouge à trait plein),
longueur de déphasage Lϕ des électrons (courbe bleue à trait plein), longueur d’épuisement
laser Le´p (courbe verte à trait plein) et longueur de diffraction Ldiff (ligne à tirets) en
fonction de la densité électronique ne0 pour une impulsion laser avec w0 = 17 µm, τL =
40 fs, en régime linéaire a0 = 0,5 (a) et en régime non-linéaire a0 = 2 (b).
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Le modèle mentionné ci-dessus a été établi pour un mécanisme particulier d’injection d’élec-
trons au sein de l’onde de plasma : l’auto-injection. Or, il existe actuellement de nombreuses
techniques d’injection d’électrons au sein de l’onde de plasma. Puisque les propriétés des
électrons dépendent du mécanisme d’injection utilisé, il convient de discuter de la dyna-
mique et des conditions de piégeage d’électrons afin de mieux appréhender les opportunités
qu’offrirait un accélérateur laser-plasma.
1.3 Injection d’électrons au sein de l’onde de plasma
1.3.1 Modèle 1D : espace des phases et conditions de piégeage
Le piégeage des électrons au sein de l’onde de plasma peut être décrit en utilisant le
formalisme de la mécanique hamiltonienne où l’espace des phases longitudinal normalisé
(ζ,u = ue · uz) est utilisé. On rappelle que ζ (resp. u − 1) est la position (resp. moment
normalisé) longitudinale de l’électron dans le référentiel se propageant avec l’impulsion laser
(Sec. 1.2.1.4 et 1.2.2.1). Esarey et al. ont montré que l’hamiltonien H d’un électron dans une
onde de plasma s’écrit (Réf. [68,69]) :
H (ζ,u) = γe − βpu− φ , (1.45)
avec βp la vitesse de phase normalisée de l’onde de plasma et φ le potentiel électrostatique de
l’onde de plasma, solution de l’Éq. 1.27. Le formalisme développé en Sec. 1.2.2 permet d’écrire
le facteur de Lorentz des électrons comme étant γe =
√
γ2e,⊥ + u2, avec γe,⊥ =
√
1 + a2 le
facteur de Lorentz transverse à la propagation de l’impulsion laser. Sachant que l’Éq. 1.45
peut-être réécrite en un polynôme d’ordre 2 en u, on détermine que le moment longitudinal
normalisé des électrons, paramétré par H, en fonction de la position ζ au sein de l’onde de
plasma :
u (ζ) = βpγ2p (H + φ)± γp
√
γ2p (H + φ)2 − γ2e,⊥ . (1.46)
On trace maintenant le portait de phase sur la Fig. 1.8(a) pour des électrons de différentes
énergies, c’est-à-dire d’hamiltoniens différents. Le potentiel électrostatique φ utilisé est celui
obtenu pour la modélisation 1D du régime non-linéaire a0 = 2 (voir Fig. 1.4(b)). On constate
qu’il existe deux 7 familles de trajectoires : les états libres et les états piégés, i.e. périodiques,
correspondant respectivement aux courbes ouvertes (courbes bleues à trait plein) et aux
courbes fermées (courbes rouges à trait plein). Les états libres sont les cas où les électrons
sont trop lents ou trop rapides pour être capturés par l’onde de plasma. Les zones de piégeage
sont délimitées par des courbes singulières (courbes vertes à trait plein) appelées séparatrices,
dont l’hamiltonien est :
Hs = γe,⊥/γp − φmin , (1.47)
où φmin est la valeur minimale du potentiel électrostatique de l’onde de plasma. Un électron
est dans un état lié si, et seulement si, H−Hs ≤ 0. Sachant que l’hamiltonien ne dépend pas
explicitement du temps, on peut affirmer que H = H0 avec H0 l’hamiltonien d’un électron
du plasma avant interaction laser-plasma. Pour un électron au repos, H0 = 1, alors que
7. Pour classifier les courbes en deux familles de trajectoires, on ne considère pas la présence de structures
variant à haute fréquence qui résultent du champ électrique transverse de l’impulsion laser.
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H0 =
√
1 + u20−βpu0 pour un électron ayant une vitesse initiale non-nulle, e.g. électron d’un
plasma chaud ou d’une source externe au plasma. Résoudre H−Hs = 0 en u conduit à deux
résultats importants (Réf. [69]) :
1. Un électron initialement au repos peut-être piégé par l’onde de plasma si γe,⊥/γp −
φmin ≥ 1. Par exemple, pour le cas discuté en Fig. 1.4(a), γ⊥/γp − φmin ≈ 0,8 ≤ 1.
Les électrons initialement au repos ne peuvent donc pas être injectés dans l’onde de
plasma, comme le montre la trajectoire (kpζ,ufroid) d’un électron au repos dans l’espace
des phases (courbe noire, Fig. 1.8(a)).
2. Les électrons peuvent être capturés par l’onde de plasma s’ils ont un moment initial ui
supérieur à :
umin = γpβp (γe,⊥ − γpφmin)− γp
√
(γe,⊥ − γpφmin)2 − 1 , (1.48)
avec φmin la valeur minimale du potentiel électrostatique du sillage.
kpζ (pi)
u
−
m
in
(u
f
ro
id
)
+
1
A
B
C
−4 −2 0 2
100
101
102
Ez,max/E0
u
m
in
γp = 15
γp = 10
γp = 5
0 1 2 3 4 5
0
1
2
3
u
m
a
x
(1
03
)
0
1
2
3
(b)(a)
Figure 1.8 : (a) Espace des phases d’un électron au sein de l’onde de plasma décrite en
Fig. 1.4(b). Les trajectoires sont normalisées par celle d’un électron initialement au repos
(courbe noire). Les trajectoires fermées (courbes rouges) et ouvertes (courbes bleues) cor-
respondent respectivement aux états piégés et libres. La séparatrice (courbe verte) délimite
ces deux états. (b) Conditions de piégeage sur umin (courbes à trait plein) et gain maximal
umax (courbes à tirets) des électrons au sein de l’onde de plasma pour différentes vitesses
de phase : γp = 5 (courbes vertes), γp = 10 (courbes rouges) et γp = 15 (courbes bleues).
Le régime dépeint en Fig. 1.8(a) correspond à l’intersection de la ligne verticale noire et
des courbes rouges. Les zones de couleurs indiquent les régimes pour lesquels l’onde de
plasma ne peut exister sans déferler.
Après avoir été piégé, un électron décrit une trajectoire oscillante au sein de la structure
de l’onde de plasma. Par exemple, on suppose qu’un électron est capturé au point A de
la Fig.1.8(a), situé à kpζ ≈ −3pi avec βe ≤ βp. Puisque l’électron est plus lent que l’onde
de plasma et que le champ électrostatique du sillage est nul à cette position (voir Fig.
1.4(b)), l’électron s’éloigne de l’impulsion laser en se déplaçant vers les kpζ négatifs. Le champ
électrostatique subi par l’électron devient alors accélérateur, augmentant ainsi le moment de
l’électron. L’électron gagne donc progressivement en vitesse (transition A→B), si bien qu’il
finit par se mouvoir plus rapidement (transition B→C) que la phase de l’onde de plasma,
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i.e. l’impulsion laser. Il atteint ensuite une région du sillage où le champ électrostatique est
décélérateur (transition C→A) et perd ainsi l’énergie gagnée : on retrouve ici la notion de
déphasage abordée précédemment (voir Sec. 1.2.4.1).
Dans le cadre des plasmas froids, il a été montré que les extrema du potentiel électrostatique
φm = {φmin;φmax} dépendent du champ électrostatique maximal Ez,max de l’onde de plasma
tels que (Réf. [68]) :
φm =
1
2
(
Ez,max
E0
)2
± βp
√√√√√1 + 12
(
Ez,max
E0
)22 − 1 . (1.49)
Cette équation permet d’illustrer sur la Fig. 1.8(b), d’une part, la condition de piégeage
en umin en fonction du champ électrostatique maximal normalisé Ez,max/E0 de l’onde de
plasma (courbes à trait plein) et, d’autre part, de déterminer le moment maximal umax
(courbes à tirets) qu’une onde de plasma peut transmettre à un électron. En effet, Esarey
et al. (Réf. [68]) ont montré que pour le régime étudié, c’est-à-dire γp∆φ 1 et γ2p  1, on
a : umax ' 2γ2p (φmax − φmin).
On constate que le moment minimum umin requis pour qu’un électron soit piégé décroît avec
l’amplitude du champ électrique Ez,max/E0 jusqu’à s’annuler 8 en Ede´f/E0 =
√
2 (γp − 1)
(Réf. [70]). Ede´f représente le champ électrique au-delà duquel, en régime relativiste, les
électrons déferlent, c’est-à-dire lorsqu’ils se libèrent de leur mouvement collectif au sein du
plasma, endommageant ainsi l’onde de plasma. Le déferlement se produit lorsque les électrons
du plasma, au cours de leur oscillation, acquièrent une vitesse s’approchant de la vitesse de
phase de l’onde. Les trajectoires des électrons du plasma se croisent et donc leur vitesse
moyenne sur une oscillation n’est plus nulle. Ce gain de moment leur permet de se libérer
du mouvement collectif et, pour certains, d’être piégés puis accélérés au sein de l’onde de
plasma. La capacité d’une onde de plasma à piéger des électrons dépend également de sa
vitesse de phase, comme en témoigne la Fig. 1.8(b). En effet, on note que plus la vitesse de
phase est faible (γp ↘) moins la condition de piégeage est restrictive (umin ↘). En revanche,
on remarque également que le moment maximum décroît avec la vitesse de phase, réduisant
ainsi l’efficacité de l’accélérateur laser-plasma.
1.3.2 Revue de littérature des mécanismes laser-plasma d’injection
d’électrons
1.3.2.1 Courant d’obscurité et sillage laser auto-modulé
Pour un plasma chaud, certains électrons peuvent avoir une vitesse suffisante pour satisfaire
la condition de piégeage (Éq. 1.48), et ainsi être capturés par l’onde de plasma. Esarey et al.
(Réf. [71]) ont estimé qu’on peut piéger ∼ 100 pC pour un plasma de longueur 1 mm avec
ne0 = 1019 cm−3 (γp = 10), Edef/E0 = 2 et β2th = kBTe/mec2 = 10−3, soit une température
Te ∼ 500 eV. Cette valeur 9 peut être atteinte lorsqu’on utilise des impulsions longues (∼ 1 ps)
8. On peut montrer qu’il faut Ez,max/E0 =
√
2 (γp − 1) pour que umin = 0. Par ailleurs, on a supposé que
γ⊥ = 1, ce qui est valide dans le sillage. On ne discute pas ici du cas de l’auto-modulation et des instabilités
Raman, car le plasma est supposé en résonance avec l’impulsion laser : ωpτL ∼
√
8 ln 2.
9. On rappelle que cette température électronique relativement élevée n’est nullement en contradiction
avec l’hypothèse des plasmas froids utilisée pour décrire le sillage laser (voir Sec. 1.1.1.2).
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chauffant le plasma (Réf. [33]). Cette injection, due à un effet thermique, est connue comme
étant le courant d’obscurité (dark current).
De plus, pour une impulsion longue devant la longueur d’onde (LL  λp), on dit que le
sillage est auto-modulé (Réf. [51, 72–74]). Il se décompose longitudinalement en une multi-
tude d’impulsions de longueur ∼ λp car l’indice optique ηp oscille longitudinalement à cause
de la perturbation longitudinale en densité électronique δ||ne/ne0. Ce régime est également
propice à l’apparition d’instabilités Raman chauffant le plasma, ce qui est favorable au pié-
geage d’électrons au sein de l’onde de plasma. Cela a conduit à la production de paquets
d’électrons contenant ∼ 1 nC selon une distribution électronique de Boltzmann de tempéra-
ture ∼ 10 MeV (Réf. [16, 75, 76]). Bien que cette méthode d’injection d’électrons du plasma
offre une solution compacte, ce type d’accélérateur d’électrons, également appelé accélérateur
plasma par sillage laser auto-modulé (self-modulated LWFA), a trois inconvénients majeurs.
1. Le gain en énergie est faible (∼ 10 MeV) car la longueur de déphasage est courte
(Lϕ ∼ 50 µm).
2. Les paquets d’électrons ont une importante dispersion en énergie (distribution expo-
nentielle) due à une injection continue.
3. Le régime de fonctionnement d’un tel accélérateur est fortement hors-résonance, ce qui
réduit l’effacité énergétique de l’interaction.
Ces limitations réduisent ainsi les applications d’une telle source d’électrons. Par conséquent,
on préférera des techniques d’injection faisant appel à des impulsions plus courtes (τL ∼
10 fs), proches de l’optimum de couplage laser-plasma (λp ∼ cτL) et à basses densités (ne0 ∼
1018−1019 cm−3 ⇒ Lϕ ∼ 1 mm). On se propose à présent de brièvement résumer les schémas
d’injection qui ont été étudiés à ce jour. On distingue deux types d’injection ayant pour
origine :
1. Une perturbation locale d’un sillage laser stationnaire quasi-linéaire (Sec. 1.3.2.2).
2. Une évolution globale et non-linéaire de la structure du sillage laser (Sec. 1.3.2.3).
1.3.2.2 Injection optique: perturbation locale d’un sillage laser stationnaire
L’injection optique (Optical injection techniques) regroupe un ensemble de techniques consis-
tant à déclencher, très localement, le processus d’injection au passage d’une impulsion laser.
En pratique, les propriétés d’une impulsion laser sont plus facilement ajustables que celles
d’un plasma. Par conséquent, la principale motivation de l”injection optique est d’assurer
un meilleur controle de l’étendue spatio-temporelle et de l’intensité de l’injection d’élec-
trons dans l’onde de plasma. Cela conduit de facto à une amélioration de la qualité et de la
contrôlabilité des propriétés des paquets d’électrons. La plupart de ces mécanismes reposent
sur l’utilisation d’au moins deux impulsions laser. On appelle impulsion pompe et impul-
sions d’injection, respectivement, l’impulsion laser créant le sillage laser et celles déclenchant
l’injection d’électrons. On qualifie une impulsion (resp. injection) de copropageante et de
contrapropageante (resp. longitudinale et transverse) par rapport au sens de déplacement
de l’impulsion pompe. On indicera par 1 (resp. 2 et 3) les variables laser faisant référence à
l’impulsion laser de pompe (resp. d’injection). Pour cette discussion, on rappelle que la force
pondéromotrice d’une impulsion laser est de l’ordre de FP ∼ (mec2/γe) (a20/rL) avec rL = w0
(resp. rL = cτL) la taille transverse (resp. longitudinale) de l’impulsion laser. On peut dis-
tinguer plusieurs types d’injection, différant fondamentalement par leur principe physique et
schématisés par la Fig. 1.9 :
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Figure 1.9 : Vue schématique d’un espace des phases pour un électron dans le sillage la-
ser d’une impulsion laser gaussienne polarisée circulairement d’intensité pic a0 = 2. La
trajectoire d’un électron initialement au repos est représentée par la courbe noire. La sé-
paratrice est réprésentée par la courbe verte. Les flèches de différentes couleurs indiquent
le mouvement des électrons pour différentes injections dites « optiques ».
• Injection pondéromotrice (Ponderomotive injection) :
Ce type d’injection utilise la force pondéromotrice d’une impulsion d’injection pour « pous-
ser » les électrons dans le sillage créé par l’impulsion pompe, sans que les deux impulsions
interférent. Ce processus d’injection est optimum quand a0,1 ' a0,2 ' 2 et rL  λp.
Plusieurs configurations ont été proposées et étudiées, notamment en Réf. [77] :
â Injection pondéromotrice tranverse :
L’impulsion d’injection intersecte le sillage avec un angle de 90° pour déclencher loca-
lement l’injection. L’impulsion d’injection fournit aux électrons un moment supérieur
au moment minimum requis pour le piégeage (Éq. 1.48).
â Injection pondéromotrice longitudinale :
L’impulsion pompe et celle d’injection sont parallèles. Dans le cas où les impulsions
laser sont contrapropageantes, il est nécessaire que leurs polarisations soient croisées
afin d’éviter le battement d’onde. Dans le cas où elles sont copropageantes, l’impulsion
d’injection est focalisée derrière l’impulsion pompe, c’est-à-dire dans l’onde de plasma,
avec une longueur de Rayleigh plus petite que celle de l’impulsion pompe afin d’injecter
localement les électrons.
• Injection induite par ionisation et assistée par accélération pondéromotrice (Injection by
Laser-induced Ionization and Ponderomotive Acceleration = LIPA) :
Ce mécanisme est une injection optique ne faisant appel qu’à une seule impulsion laser.
Si cette dernière est suffisamment intense et focalisée (w0 ≤ 10 µm), elle ionise les couches
profondes d’éléments lourds, e.g. krypton ou azote, et accélèrent les électrons libres jus-
qu’au ∼ MeV via sa force pondéromotrice. Ce mécanisme a été observé à basse densité
électronique ne0 ∼ 1016 cm−3 pour du krypton pur (LD-LIPA, Réf. [78]), puis à haute den-
sité électronique ne0 ∼ 1019 cm−3 pour de l’azote pur (HD-LIPA, Réf. [79]) où l’accélération
pondéromotrice est couplée à une accélération par sillage laser auto-modulé.
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• Injection induite par ionisation de couches profondes (Laser Injection by High-order Ioni-
zation = LIHI ) :
Cette technique, proposée par Chen et al. (Réf. [80]), injecte les électrons dans le sillage
laser grâce au moment résiduel issu de la photo-ionisation des couches profondes d’un gaz
lourd. L’impulsion d’injection intersecte orthogonalement le sillage laser, créé par l’impul-
sion pompe, afin de photo-ioniser les couches restantes à ioniser. Au cours de ce processus,
les électrons acquièrent un moment u⊥ = a0 (voir Sec. 1.3.5), qu’on ajuste pour qu’il soit
supérieur au moment minimum requis pour le piégeage. Chen et al. ont étudié ce mé-
canisme, à l’aide de simulations PIC, dans un gaz de néon et des impulsions telles que
a0,1 ' 2 et a0,2 ' 5.
• Injection induite par ionisation utilisant deux impulsions de longueurs d’onde différentes
(Two-Color Laser-Ionization Injection = 2CLI ) :
Yu et al. (Réf. [81]) ont récemment proposé un mécanisme, proche de la LIHI mais où
l’impulsion pompe et l’impulsion d’injection ont deux longueurs d’onde différentes. Cette
technique vise à réduire l’émittance et la dispersion en énergie des paquets d’électrons. En
effet, photo-ioniser des couches profondes nécessite une forte intensité laser. L’impulsion
d’injection crée donc également un sillage laser, ce qui n’est pas souhaité pour bien dé-
coupler l’excitation plasma de l’injection d’électrons. Sachant que la force pondéromotrice
FP ∝ a20/rL et que le taux d’ionisation des couches profondes croît avec EL ∝ a0/λL, on
peut choisir a0,1, a0,2, rL,1, rL,2, λL,1 et λL,2 tels que l’excitation du plasma par l’impulsion
d’injection et l’ionisation des couches profondes par l’impulsion pompe soient négligeables.
En pratique, on prend a0,2  1 ≤ a0,1 ≤ 2, a20,2/rL,2  a20,1/rL,1 et a0,2/λL,2  a0,1/λL,1.
À l’instar des mécanismes discutés ci-dessus, des schémas d’injection longitudinale (une
impulsion pompe et une impulsion d’injection) et d’injection transverse (une impulsion
pompe et deux impulsions d’injection) ont été discutés par Xu et al (Réf. [82]).
• L’injection par collision d’impulsions (Colliding pulse injection) résulte d’une interférence
entre deux impulsions laser de même longueur d’onde λL,2 = λL,3. Plusieurs configurations
ont été proposées et étudiées :
â Injection longitudinale par collision d’impulsions d’injection :
Esarey et al. (Réf. [83,84]) ont proposé qu’un battement d’onde soit généré localement
dans le sillage laser en collisionnant une impulsion d’injection copropageante avec une
impulsion d’injection contrapropageante. La force pondéromotrice en résultant est uti-
lisée pour injecter les électrons dans l’onde de plasma créée par l’impulsion pompe.
Son intensité est de l’ordre de FP,b ∼ (mec2/γe) (2kLa0,2a0,3). Pour des intensités laser
égales, on en déduit que FP,b/FP ∼ 4pirL/λL  1 ce qui signifie que le battement
d’onde peut produire une force pondéromotrice intense même pour de faibles intensités
laser, minimisant ainsi l’excitation du plasma.
â Injection par collision d’impulsions pompe et d’injection :
La manipulation de trois impulsions laser et leur synchronisation est très difficile à
mettre en œuvre expérimentalement. Par conséquent, des schémas de collision d’une
seule impulsion d’injection avec l’impulsion pompe ont été proposés :
v Injection longitudinale chaude par collision d’impulsions d’injection et pompe :
Le battement d’onde entre l’impulsion pompe et l’impulsion d’injection contrapro-
pageante crée une force pondéromotrice qui chauffe les électrons. Il en résulte une
injection longitudinale des électrons dans le premier creux de l’onde de plasma
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(Réf. [23, 85–88]).
v Injection longitudinale froide par collision d’impulsions d’injection et pompe :
Cette injection résulte du déphasage de certains électrons du mouvement collec-
tif du plasma durant la collision entre l’impulsion pompe et l’impulsion d’injection
contrapropageante. Concrètement, les électrons au repos dans le référentiel du labo-
ratoire voyagent à la vitesse −c dans le référentiel du laser, tout comme l’impulsion
d’injection contrapropageante. Par conséquent, au moment de la collision, certains
électrons ne voient aucun champ électrique laser dans le battement d’onde. Ils ne
sont donc pas chauffés et dérivent simplement vers l’onde de plasma au sein de
laquelle ils peuvent être piégés (Réf. [89,90]).
v Injection transverse par collision d’impulsions d’injection et pompe :
Ce mécanisme est fondamentalement différent des autres processus d’injection par
collision d’impulsions. Ici, l’impulsion d’injection entre en collision avec l’impulsion
pompe transversalement. Cela déclenche temporairement une déformation du sillage
laser dont la séparatrice est modifiée, conduisant in fine à une injection transverse
des électrons dans l’onde de plasma (Réf. [40, 91]).
1.3.2.3 Évolution du sillage conduisant au piégeage d’électrons dans l’onde de plasma
Les mécanismes d’injection décrits précédemment résultent de la perturbation locale et tem-
poraire d’un sillage laser stationnaire quasi-linéaire. On envisage à présent le cas où le sillage
n’est pas stationnaire, et dont l’évolution peut conduire à l’injection d’électrons du plasma.
On a vu en Sec. 1.3.1 que les électrons du plasma, initiallement au repos, ne peuvent pas
être capturés par l’onde de plasma. Dans le référentiel de l’impulsion, un électron test tra-
verse l’onde de plasma, en étant alternativement accéléré puis décéléré, et a un moment
nul en moyenne. Une évolution du sillage laser, telle qu’une élongation de la structure pé-
riodique du plasma, déséquilibre ce processus. Certains électrons voyagent plus longtemps
dans des champs accélérateurs si bien qu’ils acquièrent un moment suffisant pour être piégés
(Éq. 1.48). La modification de la période plasma peut-être obtenue expérimentalement de
différentes manières :
• Injection par variation de densité plasma (Density transition injection):
Sachant que λp ∝ 1/ne0, la structure périodique du plasma peut-être allongée lorsque
l’impulsion laser se propage au sein d’une rampe décroissante de densité électronique
(Réf. [92]). Bien que ce type de profil de densité soit naturellement présent sur des cibles
gazeuses telles que le jet de gaz (Réf. [24,93]), des travaux ont montré qu’il était possible
de déclencher l’injection d’électrons en créant une rampe de densité par l’introduction
d’une lame de métal (Réf. [94]) ou d’un fil (Réf. [95]) dans un jet de gaz. Il a également été
montré qu’une dilatation thermique induite par une seconde impulsion laser se propageant
transversalement pouvait déclencher l’injection d’électron (Réf. [96,97]).
• Injection induite par un gradient magnétique (Magnetic gradient injection):
À l’instar d’un gradient de densité, la présence d’un gradient magnétique externe au plasma
peut déclencher l’injection d’électrons (Réf. [98, 99]).
• Auto-injection (Self-injection):
En régime non-linéaire (a0  1), l’intensité a0 de l’impulsion laser croit au cours de
sa propagation via auto-focalisation (PL ≥ Pc, voir Sec. 1.2.4.1). Sachant que la longueur
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d’onde du sillage λS ∝ √a0, on en déduit que la structure de l’onde de plasma s’allongera au
cours de la propagation, déclenchant ainsi l’injection d’électrons. Corde et al. (Réf. [100])
ont montré, qu’au cours d’une même interaction, les électrons pouvaient être injectés
longitudinalement puis transversalement.
• Injection induite par ionisation (Ionization-induced injection):
L’injection induite par ionisation consiste à ioniser une partie des électrons au voisinage
du maximum d’intensité d’une impulsion laser polarisée linéairement. Ainsi, les électrons
peuvent acquérir un moment longitudinal suffisamment important pour être piégés avec
un moment transverse nul lors de leur dérive vers le minimum du potentiel électrostatique.
Pour les densités électroniques couramment employées, ce mécanisme nécessite que l’onde
de plasma soit non-linéaire (a0  1), ce qui peut-être réalisé grâce à l’auto-focalisation de
l’impulsion laser. Par ailleurs, il est également nécessaire d’utiliser des atomes dont une
partie des électrons a une intensité d’ionisation correspondant à a0. En effet, les électrons
avec une faible énergie de liaison sont ionisés rapidement et contribuent au mouvement col-
lectif de l’onde de plasma, alors que les électrons avec des énergies d’ionisation importantes
sont ionisés au maximum du potentiel électrostatique de l’onde de plasma. Il a également
été montré que l’injection induite par ionisation pouvait être transverse (Réf. [101]) et
longitudinale (Réf. [102,103]).
Parmi toutes les techniques d’injection étudiées à ce jour, on choisit d’étudier l’auto-injection
(Sec. 1.3.4) et l’injection induite par ionisation (Sec. 1.3.5) pour les raisons suivantes :
1. Simplicité de mise en œuvre : une seule impulsion laser et profil de densité homogène.
2. Production plus importante de charges.
3. Compacité préservée du schéma d’accélération laser-plasma.
4. Absence de désynchronisation entre deux impulsions et de gigue (jitter).
Puisque ces deux mécanismes requièrent un sillage non-linéaire (a0  1) favorable à l’auto-
focalisation, il convient de discuter du cas où la taille de l’impulsion laser au waist est de
l’ordre de la dimension transverse de l’onde de plasma.
1.3.3 Régime de la bulle
Contrairement au régime linéaire (a0  1), les équations fondamentales 3D ne sont pas
solubles analytiquement en régime non-linéaire (a0  1). On a donc discuté précédemment,
en Sec. 1.2.2, d’un modèle 1D simplifié décrivant analytiquement le régime non-linéaire pour
des impulsions laser larges kpw0  1. Cette approximation n’est plus valide si l’impulsion
laser est très focalisée : kpw0 . 1. La description d’un tel régime d’interaction nécessite le
développement de codes numériques PIC. De nombreux travaux (Réf. [104–106]) ont montré
une augmentation de la période du sillage λS, similaire au modèle 1D, mais également l’ap-
parition de non-linéarités radiales et l’expulsion complète des électrons hors de l’axe laser.
Une bulle d’ions, vide en électrons, résultant d’un équilibre entre la force pondéromotrice
de l’impulsion laser et la force de rappel de la charge d’espace, se forme dans le sillage de
l’impulsion laser : on parle alors de régime de la bulle (Réf. [105]). Lu et al. (Réf. [64]) ont
montré que pour a0 ≥ 4 la bulle est une sphère parfaite de rayon rB = 2√a0/kp. Les champs
électromagnétiques E = (Er,Eθ,Ez) et B = (Br,Bθ,Bz) en son sein sont donnés par les
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Réf. [106,107] :
Ez '
kpζ
2 E0 , (1.50)
Er '
kpr
4 E0 , (1.51)
Bθ ' −
kpr
4c E0 , (1.52)
Ce régime a été également étudié dans le cas où la bulle est produite par la propagation
d’un paquet de particules dans un plasma (Réf. [11]). Expérimentalement, l’accélération par
la bulle d’électrons, provenant d’une source externe, a été démontrée au Stanford Linear
Accelerator Center (SLAC) où un gain en énergie de ∼ 40 GeV a été mesuré (Réf. [108]).
La bulle est une structure accélératrice de qualité car elle conserve l’émittance transverse
⊥ des électrons au cours de leur accélération. En effet, le force radiale de la bulle agissant
sur les électrons FB,⊥ ' e (Er − cBθ) ' ekprE0/2 est proportionnelle à r, compensant ainsi
la diffraction naturelle des paquets d’électrons. On choisit donc d’étudier les mécanismes
d’auto-injection et d’injection induite par ionisation dans le régime de la bulle : a0 & 2.
1.3.4 Auto-injection
Dans le cadre du régime de la bulle, l’augmentation de λS conduisant au piégeage d’élec-
trons dans l’onde de plasma correspond à un allongement de la bulle. La relation entre la
dynamique d’injection d’électrons dans la bulle et la vitesse d’expansion de cette dernière a
été étudiée en Réf. [109–111] via une analyse de mécanique hamiltonienne transitoire. Il a
été montré que le changement d’hamiltonien dû à l’expansion rapide de la bulle 4H ≤ −1
est une condition suffisante pour l’auto-injection. Malheureusement, cette condition n’est
pas aisément traduisible en terme de paramètres laser-plasma expérimentaux, e.g. densité
électronique, taille, puissance et intensité de l’impulsion laser.
Déterminer théoriquement les paramètres expérimentaux du seuil d’auto-injection d’élec-
trons dans une bulle est très difficile car on doit rendre compte de phénomènes fortement
non-linéaire : auto-focalisation, formation et évolution de la bulle, etc. Plusieurs approches
ont été proposées pour déterminer la taille de bulle minimum requise pour piéger des élec-
trons. Sachant que pour une bulle parfaitement sphérique rB ∝ √a0, une condition sur
rB donne de facto une estimation du seuil en puissance laser PL pour l’auto-injection. Un
modèle, proposé par Kostyukov et al. (Réf. [112]) et supposant un hamiltonien constant,
i.e. taille de la bulle constante, estime qu’il faut kprB &
√
2γp pour que l’auto-injection
d’électrons dans la bulle de plasma soit possible. Partant du constat que les résulats expé-
rimentaux et numériques divergeaient de ce modèle 10, Thomas proposa un modèle ad hoc
(Réf. [114]), approximant la trajectoire des électrons dans une bulle idéale par une ellipse,
ce qui conduisit à déterminer la condition de piégeage suivante :
kprB ≥ 2
√
ln
(
2γ2p
)
− 1 (1.53)
10. Thomas mentionne dans la Réf. [113] que pour ne0 ∼ 1019 cm−3, soit γp ∼ 8, il faut a0 ∼ 30 pour
auto-injecter des électrons dans une bulle de plasma, ce que démentent tous les résultats publiés jusqu’à
présent.
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Bien que ce modèle apporte une estimation plus précise du seuil d’auto-injection, son bien-
fondé quant à son origine physique a été sujet à controverse (voir les Réf. [113,115]). Sachant
que, d’une part, kprB = 2
√
a0 pour une bulle sphérique et, d’autre part, a0 = 2 (PL/Pc)1/3
(Réf. [64]), on en déduit une condition d’auto-injection en terme de puissance laser :
PL ≥
Pc
8
[
ln
(
2γ2p
)
− 1
]3
(1.54)
Cette condition ne prend pas en compte la compression de l’impulsion laser, et donc l’aug-
mentation de PL, par le plasma au cours de l’interaction. En effet, on peut imaginer qu’une
impulsion, ayant une puissance initialement inférieure à la valeur seuil, soit suffisamment
comprimée pour déclencher l’auto-injection après une certaine distance de propagation. Le
taux de compression d’impulsion laser se propageant sur une distance Lprop et de durée, dans
le vide, τL (Réf. [43]) :
4τ
τ
= 1− ne02cnc
Lprop
τL
(1.55)
On peut estimer le cas ultime, où une compression suffisante n’est atteinte qu’en fin d’inter-
action, c’est-à-dire après que l’impulsion ait parcouru une distance de l’ordre de la longueur
d’épuisement laser Lde´pl ∼ cτLnc/ne0 dans un milieu long. En utilisant cette correction
de compression d’impulsion (facteur 1/2), l’expression de Pc (Éq. 1.44) et γp =
√
nc/3ne0
(Réf. [116]) où nc est la densité critique de l’impulsion laser (voir Éq. 1.40), on peut exprimer
la condition précédente en fonction de ne0/nc comme étant :
PL ≥
piε0m
2
ec
5
2e2
nc
ne0
[
ln
(
2nc
3ne0
)
− 1
]3
. (1.56)
Il convient de noter qu’aucun des modèles mentionnés ci-dessus ne prend en compte l’évolu-
tion de la bulle : son expansion et/ou sa déformation. Il serait donc intéressant de comparer
ce modèle à des résultats expérimentaux mettant en évidence une relation empirique entre
PL et une densité ne0 seuil :
1. Froula et al. (Réf. [117]) ont estimé qu’il faut que PL ≥ 3Pc pour que l’auto-injection
soit possible pour PL = 5− 100 TW et ne0 = 3− 9× 1018 cm−3.
2. Mangles et al. montrent qu’il est plus pertinent de discuter du seuil d’auto-injection
en terme de αLPL/Pc où αL est la proportion d’énergie de l’impulsion laser comprise
dans un cercle de diamètre égal à la largeur à mi-hauteur (Réf. [118]). Ils rapportent
également le seuil d’auto-injection, pour PL = 4− 18 TW et ne0 = 3− 9× 1018 cm−3,
de αLPL/Pc ≥ 1,2, soit PL ≥ 4Pc pour un αL = 0,3.
3. Ces deux seuils en puissance laser ont été déterminés en supposant une absence de
guidage externe, e.g. canal plasma préformé. Dans le cas contraire, Lu et al. affirme
que la condition d’auto-injection peut-être réduite à a0 & 2, soit PL ≥ Pc (Réf. [64]).
En effet, en présence de guidage, l’énergie laser est mieux confinée si bien qu’il y a plus
d’énergie utile au déclenchement de l’auto-injection.
Ces valeurs seuil peuvent être également exprimées en terme de ne0 :
PL ≥ Cseuil
piε0m
2
ec
5
e2
nc
ne0
, (1.57)
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avec Cseuil une constante numérique égale à 24, 32, 8 pour les résultats de Froula et al.,
Mangles et al. et Lu et al., respectivement. On représente les seuils d’auto-injection (Éq. 1.56
et 1.57) en traçant sur la Fig. 1.10(a) la densité électronique seuil en fonction de la puissance
laser. On montre également la quantité de charge accélérée en fonction de la puissance laser
réduite αLPL/Pc obtenue dans la Réf. [118] sur la Fig. 1.10(b). On remarque une saturation
de la quantité de charge accélérée pour αLPL/Pc ≥ 4. Cela est attribué à un effet de charge
d’espace (beam loading), où la force du champ électrostatique du sillage est comparable à
la force de répulsion coulombienne du paquet injecté (Réf. [119]). On note que les modèles
décrits ci-dessus négligent cet effet de charge d’espace pour estimer le seuil de l’auto-injection.
Bien que cela ne soit pas gênant pour décrire le début de l’auto-injection, il est clair qu’ils ne
peuvent rendre compte d’une éventuelle fin d’injection due à une modification de la bulle par
les électrons auto-injectés. Ce mécanisme stoppant l’injection a été observé simultanément
par plusieurs groupes (Réf. [17–19]) et a conduit à la production de paquets d’électrons
quasi-monoénergétique (4Ee/Ee ∼ 1%), à haute énergie (Ee ∼ 100 MeV) et haute charge
(Qe ∼ 10− 100 pC).
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Figure 1.10 : (a) Seuil d’auto-injection en densité électronique ne0 en fonction de la puis-
sance laser PL pour les travaux de Thomas (courbe noire à tirets), Froula et al. (courbe
bleue à trait plein), Mangles et al. (courbe rouge à trait plein) et Lu et al (courbe verte à
trait plein). La partie grisée correspond à la gamme de puissance laser explorée au cours
de cette thèse. (b) Charge accélérée avec une énergie supérieure à 4 MeV en fonction de la
puissance laser réduite αLPL/Pc (Réf. [118]). Les cercles rouges correspondent aux mesures
expérimentales dont les incertitudes sont représentées à l’aide la zone rouge.
1.3.5 Injection induite par ionisation
1.3.5.1 Un piégeage au pic d’intensité de l’impulsion laser
L’injection induite par ionisation consiste à ioniser une partie des électrons au voisinage
du maximum de l’intensité d’une impulsion laser polarisée linéairement. Ainsi, les électrons
peuvent acquérir un moment longitudinal suffisamment important pour être piégés avec un
moment traverse nul lors de leur dérive vers le minimum du potentiel électrostatique φmin.
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On se propose de brièvement illustrer cette assertion en utilisant un modèle 1D (kpw0  1)
stationnaire, proposé dans la Réf. [120] et proche de l’analyse de la Sec. 1.3.1. En d’autres
termes, on utilise la conservation de l’hamiltonien pour prédire si les électrons sont suscep-
tibles d’être piégés dans l’onde de plasma.
Des impulsions laser de forme gaussienne, polarisées linéairement et circulairement, sont
utilisées pour discuter de l’injection induite par ionisation. On rappelle que l’expression de
la norme du potentiel vecteur normalisé a est :
a (ζ) = |a| = a0 ×

exp
(
−k
2
pζ
2
4
)
cos (kpζ) (polarisation line´aire),
exp
(
−k
2
pζ
2
4
)
(polarisation circulaire),
(1.58)
avec a0 le maximum du potentiel vecteur normalisé et kpζ la position normalisée, dans le
référentiel de l’impulsion laser, telle que kp = 1/LL (Éq. 1.33). On dénote par un indice
« i » (resp. « c ») les variables relatives à un électron tout juste ionisé (resp. capturé).
L’hamiltonien d’un électron ionisé au repos (u⊥,i = 0, γe,i = 1) en ζi est Hi = 1 − φi.
De plus, en intégrant ∂ (a⊥ − u⊥) /∂ζ = 0 (modèle 1D, voir Sec. 1.2.2.1) entre sa position
d’ionisation ζi et sa position de capture ζc, on a : u⊥,c − u⊥,i = ac − ai ⇔ u⊥,c = −ai, car
ac ' 0 dans l’onde de plasma. Ces résultats conduisent aux deux conclusions suivantes :
1. Le moment transverse u⊥,c de l’électron provient du potentiel vecteur de l’impulsion
laser lors qu’il est ionisé. Sachant que ai = 0 au maximum d’intensité d’une impulsion
laser polarisée linéairement (Fig. B.1(a)), une telle technique d’injection produit des
paquets d’électrons avec une divergence faible. Puisque la taille du paquet est également
très petite (. 5 µm), les paquets produits ont donc une émittance transverse faible.
2. L’hamiltonien de la séparatrice (Éq. 1.47) s’écrit :
Hs =
√
1 + a2i
γp
− φmin (1.59)
La condition de piégeage H = Hi ≤ Hs, en terme de 4φi = φi − φmin, équivaut donc
à :
4φi ≥ 1−
√√√√1 + a2i
γ2p
, (1.60)
Chen et al. (Réf. [120]) montrent qu’une telle condition ne peut-être atteinte pour les
expériences d’accélération plasma en régime linéaire pour les densités électroniques
couramment utilisées, il faut donc une interaction non-linéaire a0 ≥ 1.
Le piégeage d’injection induite par ionisation est analysé à l’aide la Fig. 1.11 décrivant
les conditions de piégeage dans le plan de paramètres (a0,ζi,γp,LL). On trace sur la Fig.
1.11(a) a0 en fonction de la position kpζi du premier électron à être ionisé et capturé par
l’onde de plasma créée par une impulsion polarisée linéairement (courbes à trait plein) ou
circulairement (courbe à tirets). Bien qu’une impulsion polarisée circulairement abaisse le
seuil de piégeage comparée à une impulsion polarisée linéairement, cette solution ne sera
pas retenue car u⊥,c = ai 6= 0 (Fig. B.1(b)). On remarque que, à kpζi fixé, plus l’onde de
plasma est relativiste (γp ↗) et plus le seuil de piégeage augmente. On retrouve par ailleurs
le seuil de a0 = 1,7, publié dans la Réf. [120], pour une première ionisation au pic d’intensité
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Figure 1.11 : Conditions de piégeage des électrons par injection induite par ionisation dans
le plan de paramètres (a0,ζi,γp,LL). (a) a0 seuil requis pour piéger un électron ionisé à la
position kpζi. Chaque symbole illustre le résultat d’une simulation numérique utilisant
l’Éq. 1.27 pour γp = 8 (cercles rouges et triangles bleus) et γp = 33 (carrés verts, idem
Réf. [120]). Les courbes à trait plein (resp. tirets) représentent le cas d’une impulsion
polarisée linéairement (resp. circulairement). La ligne noire verticale indique la position
du pic d’intensité laser et la ligne noire horizontale le seuil a0 = 1,7 publié en Réf. [120]. (b)
a0 seuil, pour une ionisation au pic d’intensité laser (kpζi = 0), en fonction de la longueur
d’impulsion laser kpLL .
(kpζi = 0) conduisant au piégeage. On représente sur la Fig. 1.11(b) le a0 seuil en fonction de
la longueur de l’impulsion laser kpLL. On constate qu’une impulsion légèrement plus longue
(kpLL ' 1,6) abaisse le seuil de l’injection induite par ionisation. Chen et al. (Réf. [120])
affirment également qu’une impulsion asymétrique pourrait favoriser le piégeage et améliorer
la qualité des propriétés des paquets d’électrons accélérés.
On rappelle que ce modèle n’est qu’une estimation du régime étudié au cours de cet thèse.
En effet, il ne prend pas en compte l’apparition d’une bulle au cours de l’interaction, et
d’une éventuelle auto-injection entrant en compétition avec l’injection induite par ionisation.
Cependant, en se basant sur les résultats expérimentaux et numériques obtenus en Réf. [102]
pour γp ≈ 8, on considèrera que le seuil d’injection induite par ionisation est a0 = 1,7 pour
discuter des travaux présentés dans cette thèse. De plus, on considèrera que les lois d’échelles
(Tab. 1.2, Réf. [64]) de l’onde de plasma sont valides dans le cadre de l’injection induite
par ionisation car elles ne dépendent que des propriétés de la bulle, et non des méthodes
d’injection.
1.3.5.2 L’ionisation des atomes
Puisque l’injection induite par ionisation fait appel à des plasmas partiellement ionisés,
il convient de brièvement décrire la dynamique de photo-ionisation des atomes. Il existe
principalement trois mécanismes de photo-ionisation, dont le régime est déterminé par le
paramètre de Keldysh κ =
√
Ei/2Epond avec Ei l’énergie d’ionisation du ie`me électron d’un
atome et Epond l’énergie fournie à un électron via la force pondéromotrice d’une impulsion
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laser. Dans le cadre d’un champ électrostatique 11, les trois mécanismes de photo-ionisation
sont :
1. Photo-ionisation multiple (κ 1) : Plusieurs photons doivent être absorbés pour que
l’électron ait une énergie supérieure au potentiel électrostatique du noyau, et donc être
photo-ionisé.
2. Photo-ionisation par suppression de barrière (κ 1) : La barrière de potentiel électro-
statique du noyau est complètement supprimée par le champ électrique de l’impulsion
laser. L’électron est alors libre. Les intensités d’ionisation Ii seuil pour différents atomes
sont données dans la Tab. A.3.
3. Photo-ionisation tunnel (κ ∼ 1) : Pour ce régime intermédiaire, le potentiel électro-
statique du noyau est suffisamment déformé pour que l’électron traverse la barrière
de potentiel par effet tunnel. Le taux d’ionisation Ti, en s−1, pour la photo-ionisation
tunnel, a été décrit par Keldysh (Réf. [122]) pour des atomes hydrogénoïdes :
T i = 4ωa
( Ei
EH
)5/2
Ea
EL
exp
−23EaEL
( Ei
EH
)3/2 , (1.61)
avec la pulsation atomique ωa = 4,139 × 10−16 s−1, le rayon de Bohr aB = 4piε0~2/mee2 =
5,292 × 10−11 m, le champ électrique atomique Ea = e/4piε0a2B = 5,150 × 10−11 V.m−1,
l’énergie d’ionisation de l’atome d’hydrogène EH = 13,6 eV. Un modèle plus compliqué pour
les atomes non-hydrogènoïdes, le modèle Ammosov-Delone-Krainov (ADK), est détaillé en
Réf. [123] et est utilisé dans les simulations PIC effectuées au cours de cette thèse.
L’injection induite par ionisation nécessite l’utilisation d’un milieu gazeux contenant une
fraction d’atomes ayant des électrons dont l’intensité d’ionisation Ii est de l’ordre de l’inten-
sité pic IL,max de l’impulsion laser. Afin de séparer spatialement et temporellement l’injection
d’électrons de la création de l’onde de plasma, on choisit des atomes dont la structure élec-
tronique comporte un trou (gap) en Ei. Parmi les atomes du tableau périodique des éléments
pour lesquels cette condition est satisfaite, ceux examinés dans la littérature sont le carbone
(C), l’azote (N), l’oxygène (O), l’argon (Ar) et le néon (Ne). Les énergies de liaison de ces
atomes sont données par la Tab. A.2. La fraction d’ionisation ξi de ces atomes utilisant l’Éq.
1.61 est représentée pour une impulsion laser polarisée circulairement, de durée τL = 40 fs,
d’intensité a0 = 3 (Fig. 1.12(a)) et a0 = 1,3 (Fig. 1.12(b)). En pratique, la majorité des expé-
riences utilisent des mélanges gazeux composés principalement d’hydrogène (H) ou d’hélium
(He) auquel on ajoute une fraction de C, N, O, Ar ou Ne, qu’on appelera dopants par la
suite.
11. Bien qu’on ne puisse considérer une impulsion laser comme un champ électrostatique (réf. [121]), on
choisit ici cette représentation pour une discussion qualitative de l’ionisation en champ fort.
40
Injection d’électrons au sein de l’onde de plasma Section 1.3
a
0
0,6
1,2
1,8
2,4
3
t (fs)
ξ i N
Ar
Ne
C
O
−40 −20 0 20 40
0
0,2
0,4
0,6
0,8
1
a
0
0,4
0,8
1,2
t (fs)
ξ i
−40 −20 0 20 40
0
0,2
0,4
0,6
0,8
1
(a) (b)
Figure 1.12 : Fraction d’ionisation ξi pour un atome de carbone (jaune), d’azote (bleu),
d’oxygène (noir), d’argon (vert) et de néon (marron) pour une impulsion laser polarisée
circulairement, de durée τL = 40 fs, d’intensité a0 = 3 (a) et a0 = 1,3 (b). L’intensité de
l’impulsion laser en fonction du temps t est représentée par les courbes rouges à tirets.
1.3.5.3 Effets de l’ionisation sur le sillage laser
Outre la défocalisation d’une impulsion laser dûe à l’ionisation (Réf. [124–127]), il convient
de vérifier que l’ionisation n’affecte pas significativement le sillage laser et ses propriétés.
Pour cela, on trace le potentiel (resp. champ) électrostatique sur la Fig. 1.13(a) (resp. (b))
à partir de l’équation du sillage non-linaire (Éq. 1.27) en prenant en compte l’ionisation
à la position kpζi d’un dopant en proportion χi relative au composant principal. On trace
pour une impulsion gaussienne polarisée circulairement, d’intensité a0 = 1,3 et de longueur
kpLL = 1, les propriétés du sillage laser sans ionisation (courbe noire), avec ionisation à partir
du pic d’intensité (kpζi = 0) et χi = 0,5 (courbe verte), avec ionisation à partir de kpζi = 0,5
et χi = 0,1 (courbe dorée), avec ionisation à partir de kpζi = −0,5 et χi = 0,1 (courbe
bleue). On constate que, d’une part, la concentration de dopants affecte peu la dynamique
d’injection et d’accélération, et que, d’autre part, l’influence de la position d’ionisation n’est
pas symétrique. En effet, sachant que FP ∝ a2, un électron ionisé tardivement recevra peu
d’énergie et est déphasé du mouvement collectif des électrons du plasma.
Contrairement à l’auto-injection qui nécessite une élongation de la bulle pour piéger des
électrons, l’injection induite par ionisation ne s’arrête que lorsque l’énergie laser devient
insuffisante pour entretenir un sillage non-linéaire, ou lorsqu’il n’y a plus d’ionisation. Par
conséquent, l’injection induite par ionisation est en théorie continue, ce qui est une entrave
à la production de paquets d’électrons mono-énergétiques. Cependant, des schémas ont été
proposés pour surmonter cette limitation : création de plasmas ultra-courts (Réf. [120,128]),
utilisation de l’auto-focalisation pour stopper le piégeage (Réf. [129,130]).
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Figure 1.13 : Influence de l’ionisation des atomes sur la forme du sillage laser. On repré-
sente sur la Fig. 1.13(a) (resp. 1.13(b)) le potentiel électrostatique (resp. champ électro-
statique longitudinal) de l’onde de plasma pour une impulsion gaussienne polarisée circu-
lairement, d’intensité a0 = 1,3 et de longueur kpLL = 1. L’intensité de l’impulsion laser en
fonction de la position kpζi est représentée par les courbes rouges à tirets. Les propriétés
du sillage pour un plasma pré-ionisé sont données par les courbes noires, confondues avec
les courbes jaunes. Ces dernières représentent le cas où l’ionisation commence à partir de
kpζi = 0,5 pour χi = 0,1. Les courbes bleues (resp. vertes) illustrent le cas où kpζi = −0,5
et χi = 0,1 (resp. kpζi = 0 et χi = 0,5).
1.4 Rayonnement bêtatron
Lors de l’accélération plasma par sillage laser, les électrons oscillent transversalement et gé-
nèrent un rayonnement électromagnétique dans le domaine X : le rayonnement bêtatron.
Afin de discuter de ce phénomène, on donnera le formalisme utilisé pour décrire tout rayon-
nement émis un électron relativiste accéléré (Sec. 1.4.1), puis on utilisera le modèle de la
bulle de plasma pour déterminer les caractéristiques spectrales et spatiales du rayonnement
bêtatron émis par un électron (Sec. 1.4.2) et un paquet d’électrons (Sec. 1.4.3).
1.4.1 Généralités sur le rayonnement d’un électron relativiste
1.4.1.1 Rayonnement d’un électron relativiste
En électromagnétique classique, les potentiels retardés de Liénard-Wiechert, satisfaisant la
jauge de Lorenz (Éq. C.8), décrivent les effets électromagnétiques créés par une charge ponc-
tuelle en mouvement. Une particule de charge q et de vitesse βe, se trouvant à l’origine d’un
repère à l’instant t, génère un potentiel scalaire φret et un potentiel vecteur Aret en un point
M de l’espace repéré par le vecteur r :
φret =
q
4piε0
1
r − βe · r , (1.62)
Aret =
qµ0
4pi
βe
r − βe · r . (1.63)
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À l’aide de ces potentiels, on démontre que l’énergie rayonnée par un électron, dans la
direction d’observation n, par bande spectrale de largeur dω et centrée sur une pulsation ω,
pour un angle solide dΩ = sin θdθdψ, est (Réf. [131]) :
d3I
dωd2Ω =
e2
16pi3ε0c
∣∣∣∣∣∣
 +∞
−∞
n×
[
(n− βe)× β˙e
]
(1− βe · n)2
exp
{
iω
[
t− n · r (t)
c
]}
dt
∣∣∣∣∣∣
2
. (1.64)
On peut décomposer cette équation en plusieurs termes pour en extraire les propriétés (Réf.
[132]):
1. Le terme β˙e indique qu’il n’y pas de photons émis sans accélération/décélération de
l’électron. On note F la force responsable de l’accélération de ce dernier.
2. Le produit n×
[
(n− βe)× β˙e
]
se décompose en deux termes : longitudinal et trans-
verse. En notant F⊥ (resp. F‖) la composante de F transverse (resp. parallèle) à βe
telle que F = F⊥ + F‖, on a β˙e,‖ ∝ F‖/γ3e et β˙e,⊥ ∝ F⊥/γe. On en déduit que
l’émission de photons est plus efficace, i.e. énergie rayonnée optimale à |F | fixée, si la
force agissant sur les électrons est transverse à leur propagation.
3. Le facteur (1− βe · n)−2 révèle que l’énergie rayonnée est maximale quand βe ·n→ 1,
i.e. l’électron est relativiste (βe ' 1) et se déplace vers l’observateur (βe ‖ n). Cette
caractéristique provient de la transformation de Lorentz. En effet, un rayonnement émis
isotropiquement dans le référentiel de la particule est confiné dans un cône d’ouverture
Θ0 = 1/γe dans le référentiel du laboratoire (Θ0 ∼ 10 mrad pour γe ∼ 100).
4. Pour βe · n → 1, on a localement exp
{
iω
[
t− n · r (t)
c
]}
' exp (iωϕt) avec ωϕ =
ω (1− βe) la pulsation de la phase. L’intégration en Éq. 1.64 est non-nulle si, et seule-
ment si, le reste de l’intégrande varie à la même fréquence que exp (iωϕt). En notant
la pulsation (resp. période) d’oscillation ωu (resp. λu) des électrons, la condition en
pulsation est ωϕ ∼ ωu. On en déduit que le rayonnement émis par l’électron a une lon-
gueur d’onde λ ∼ λu/2γ2e . Ce décalage en longueur d’onde (effet Doppler) permet de
produire, dans le référentiel du laboratoire, un rayonnement nanométrique (rayons X)
à partir d’électrons relativistes (γe ∼ 100) oscillant dans une structure micrométrique.
En résumé, un électron relativiste oscillant transversalement dans une structure micromé-
trique produit un rayonnement X anisotrope, voire collimaté, et tangentiel à la trajectoire
de l’électron. Les caractéristiques spatiales et spectrales de ce rayonnement dépendent du
régime d’oscillation de l’électron.
1.4.1.2 Régimes de rayonnement d’un électron relativiste oscillant dans un onduleur
On considère qu’un électron oscille dans une structure périodique nommé onduleur. On note
sa période (resp. norme de vecteur d’onde, pulsation) λu (resp. ku, ωu). On suppose que la
trajectoire (r,ζ = ct) des électrons au sein de cet onduleur suit la loi :
r (ζ) = ru sin (kuζ) , (1.65)
avec ru l’amplitude d’oscillation de l’électron dans l’onduleur. On définit la « force » de
l’onduleur par le paramètre Ku, comparant l’amplitude de l’excursion transverse avec la
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période longitudinale d’oscillations :
Ku = γeruku . (1.66)
Comme illustré en Fig. 1.14(a), on distingue deux régimes de mouvement d’un électron dans
un onduleur :
1. Le tortilleur (Wiggler) :
Si Ku  1, l’amplitude des oscillations dans l’onduleur est grande devant la période
de ce dernier, i.e. la période des oscillations. Le rayonnement total, compris dans un
cône d’ouverture Θu, est une somme incohérente des impulsions émises au cours de
l’oscillation.
2. L’onduleur (Undulator) :
Si Ku  1, l’amplitude des oscillations dans l’onduleur est petite devant la période de
ce dernier. Le rayonnement total, compris dans un cône d’ouverture Θ0 ∼ 1/γe, est le
résultat d’une interférence entre toutes les impulsions émises au cours de l’oscillation.
e−
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Ku ≫ 1
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Ku ≪ 1
Onduleur
ζ
r
ζ
r
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ve
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Figure 1.14 : (a) Illustration du régime du tortilleur (Ku  1) et de l’onduleur (Ku  1),
(b) schéma de l’effet Doppler. La trajectoire d’un électron (resp. l’électron) est représentée
par la courbe rouge (resp. disques violets). (a) Les lobes bleus illustrent les impulsions
rayonnées au cours de l’oscillation. (b) Les isophases du rayonnement émis par l’électron
sont représentées par les cercles bleus. Le rayonnement émis à θ = 0 (resp. pi/4) est
schématisée par une sinusoïde verte (resp. jaune).
La Fig. 1.14(b) schématise l’effet Doppler présenté lors la discussion de l’Éq. 1.64. On a tracé
les isophases (courbes bleues) du rayonnement émis par un électron relativiste lors de son
oscillation. On constate que l’espacement entre les isophases, i.e. la longueur d’onde, dépend
de l’angle d’observation θ. Cet effet, pour de faibles angles (Réf. [133]), se quantifie ainsi :
λ ' λu2γ2e
(
1 +
K2u
2 + γ
2
eθ
2
)
. (1.67)
Cette formule indique que le spectre du rayonnement ne dépend pas de l’angle d’observation
θ dans le cas du tortilleur (Ku  1), contrairement à l’onduleur.
Plusieurs techniques ont été développées pour « forcer » l’oscillation d’un électron dans une
structure périodique :
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• Onduleur magnétique :
Abordé par Ginzburg en 1947, Motz et al. proposèrent en 1951 (Réf. [134]) puis démon-
trèrent expérimentalement en 1953 (Réf. [135]) la production d’un rayonnement infra-
rouge cohérent émis par un paquet d’électrons relativistes dont l’oscillation était induite
par une association d’aimants permanents centimétriques. En notant Bu (resp. λu, Nu)
le champ magnétique (resp. la longueur, le nombre de pôles) des aimants permanents,
on a Ku = eBuλu/2pimec (Réf. [133]). Sachant que les électrons proviennent en général
d’un accélérateur conventionnel, et donc que leur énergie et leur courant sont relativement
fixes, Bu et λu sont les seuls paramètres pouvant être ajustés pour satisfaire le cahier des
charges lors de la conception d’une ligne de lumière. Sachant que λu (resp. Bu) est techno-
logiquement limitée à ∼ 10 mm (resp. ∼ 1 T, Réf. [136]), la production d’un rayonnement
nanométrique nécessite des électrons avec une énergie de l’ordre du giga-électronvolt.
• Onduleur optique :
L’utilisation d’une impulsion laser comme onduleur de période λu = λL a été étudiée selon
deux configurations :
â La diffusion Thomson non-linéaire est l’émission de paquets femtosecondes de photons
X-UV lors de l’interaction d’électrons, initialement au repos, avec une impulsion laser
ultra-intense (Réf. [137–139]). Observée pour la première fois par Chen et al. (Réf.
[140]), ce mécanisme a depuis été étudié pour des puissances laser multi-térawatt (Réf.
[141,142]).
â La rétrodiffusion Thomson est l’émission de photons par un paquet d’électrons rela-
tivistes traversant une impulsion laser contrapropageante (Réf. [143, 144]). Plusieurs
expériences ont démontré l’existence d’un tel mécanisme (Réf. [145]), avant que la pro-
duction de rayonnements femtosecondes n’ait été démontrée par l’interaction d’une
impulsion laser femtoseconde avec des électrons provenant d’un accélérateur conven-
tionnel (Réf. [146]). Ta Phuoc et al. proposèrent un schéma n’utilisant qu’une seule
impulsion laser pour produire un paquet d’électrons et les rétrodiffuser (Réf. [147]).
• Onduleur plasma :
â Le piégeage puis l’accélération d’électrons par une bulle de plasma (voir Sec. 1.3.3)
peut conduire à la production de photons X (Réf. [148,149]). Sachant qu’une bulle de
plasma contient des champs électromagnétiques radiaux, une injection hors-axe, ou avec
un moment transverse résiduel, des électrons dans une bulle conduit à leur oscillation
transverse, nommée oscillation bêtatron. Ce mécanisme fut observé pour une bulle créée
dans le sillage d’un paquets d’électrons (Réf. [150]) et d’une impulsion laser (Réf. [151]).
Puisque les propriétés des photons dépendent de celles des électrons, l’observation du
rayonnement bêtatron est une méthode non-instrusive pour diagnostiquer l’accélération
plasma par sillage laser.
â Rykovanov et al. ont proposé d’accélérer des électrons dans un « sillage laser oscillant »,
c’est-à-dire un sillage laser généré par une impulsion laser dont le centroïde oscille
autour d’une position transverse moyenne (Réf. [152]). Un tel sillage peut-être obtenu
avec l’injection désaxée d’une impulsion laser dans un canal de plasma préformé.
45
Chapitre 1 Physique de l’accélération plasma par sillage laser
1.4.2 Rayonnement bêtatron d’un électron relativiste
1.4.2.1 Bulle de plasma : un onduleur plasma d’électrons
La trajectoire 12 des électrons dans une bulle de plasma peut être décrite qualitativement
en assimilant cette dernière à un canal ionique de rayon rB de densité ni0 = ne0. Le champ
électrique en son sein est radial et s’exprime Er = ene0r/2ε0. Le mouvement d’un électron
dans ce canal ionique est régi par l’équation de Lorentz (Éq. 1.11) :
d (γeβe)
dt
= − e
2ne0
2ε0mec
r . (1.68)
Si on suppose que, d’une part, l’énergie de l’oscillation transverse est petite devant l’énergie
totale et que, d’autre part, les électrons sont relativistes, on obtient que γe est constant et
que d (γeβe,r) /dt ≈ γedβe,r/dt = γed2r/cdt2. L’Éq. 1.68 devient donc :
d2r
dt2
= − 12γe
e2ne0
ε0mec
r = − ω
2
p
2γe
r = −ω2βr , (1.69)
où ωβ = ωp/
√
2γe est la pulsation bêtatron. On définit kβ = kp/
√
2γe (resp. λβ =
√
2γeλp) le
nombre (resp. longueur) d’onde de l’oscillation bêtatron. Le nombre d’oscillations bêtatron
accompli par un électron dans un canal ionique est noté Nβ. À tout instant t, l’électron lors
d’une oscillation bêtatron est caractérisé par sa position r et sa vitesse normalisée βe,r :
r = rβ sin (ωβt) , (1.70)
βe,r = rβkβ cos (ωβt) ,
avec rβ l’amplitude d’oscillation bêtatron, aussi appelée taille de la source bêtatron. La
capacité, ou la « force », de la bulle de plasma à faire osciller les électrons est donc (Éq.
1.66) :
Kβ = γerβkβ = max (γeβe,r) = max (u⊥) . (1.71)
On en déduit que le paramètre Kβ de l’onduleur plasma est équivalent au moment normalisé
radial maximum que peut acquérir un électron au cours d’une oscillation bêtatron .
1.4.2.2 Distribution spectrale du rayonnement bêtatron d’un électron relativiste
Le spectre du rayonnement bêtatron d’un électron relativiste peut-être déterminé à partir
de l’Éq. 1.64 dès que la trajectoire de l’électron est connue. Dans le cas du canal d’ionique
présenté en Sec. 1.4.2.1, Esarey et. al ont déterminé que le spectre sur axe (θ = 0) est
(Réf. [153]) :
d3I
dωd2Ω
∣∣∣∣∣
θ=0
=
∞∑
m=1
e2
piε0c
γ2e,‖Nβ
1 +K2β/2
ω˜mAm Sm , (1.72)
en supposant que γ2e,‖  1 et K2β/γ2e,‖  1 où γe,‖ = γe/
√
1 +K2β/2 est le facteur de Lorentz
parallèle à la propagation de l’électron. On note ω˜m = ω/ωm où ωm est la pulsation de la
12. On remarque ici qu’on fait appel à un troisième référentiel, celui de la bulle se déplaçant à vg,L ≈ c,
pour décrire le rayonnement bêtatron. Il convient donc de bien différencier les trois référentiels pour la suite :
le référentiel du laboratoire, celui de l’électron et celui de la bulle.
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me`me harmonique du rayonnement :
ωm = 2mωβ
γ2e,‖
1 +K2β/2
. (1.73)
Le spectre de la me`me harmonique d’un rayonnement bêtatron est Sm = sinc2 [mpiNβ (ω˜m − 1)]
et son amplitude :
Am = mαm
[
Jm−1
2
(αm)− Jm+1
2
(αm)
]2
, (1.74)
où Ji est la fonction de Bessel de premier espèce à l’ordre i, et αm le paramètre de la me`me
harmonique s’exprimant :
αm =
mω˜mK
2
β
4
(
1 +K2β/2
) . (1.75)
On remarque que, sur l’axe, seules les harmoniques impaires sont finies car ∀i,A2i = 0.
La Fig. 1.15 représentent les spectres d’un rayonnement bêtatron dans le cas de l’onduleur
(a) pour γe = 200, Kβ = 10 (rβ ≈ 0,01 µm), et celui du tortilleur (b) pour γe = 400, Kβ = 0,1
(rβ ≈ 1,7 µm).
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Figure 1.15 : Distributions spectrales du rayonnement bêtatron émis par un électron rela-
tiviste oscillant 3 fois (Nβ = 3) dans un canal ionique de densité ne0 = 1019 cm−3 pour
(a) γe = 400, Kβ = 0,1 et (b) γe = 200, Kβ = 10. Pour un tortilleur (Kβ  1), on
ne représente qu’une harmonique sur quarante afin d’illustrer qu’un spectre synchrotron
(courbe rouge à tirets) est une somme d’harmoniques. (courbes à trait plein). Les courbes
bleues (resp. vertes) sont des harmoniques dont l’énergie est inférieure (resp. supérieure)
à ≈ 0,77× Ec où Ec = ~ωc ≈ 6,8 keV l’énergie critique du spectre synchrotron.
Dans le régime du tortilleur (Kβ  1), on constate que l’ensemble des harmoniques est
proche d’un spectre synchrotron de la forme :
d3I
dωd2Ω
∣∣∣∣∣
θ=0
=
3e2
2pi3ε0c
Nβγ
2
e
(
ω
ωc
)2
Y22/3
(
ω
ωc
)
, (1.76)
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où Y2/3 est la fonction de Bessel de deuxième espèce à l’ordre 2/3. On appelle pulsation
critique ωc d’un spectre synchrotron la pulsation telle que la moitié de l’énergie est rayonnée
pour ω ≤ ωc/2, i.e.
 ωc/2
0
dI
dω
dω =
 +∞
ωc/2
dI
dω
dω 13. Cette condition pour d3I/dωd2Ω (Fig.
1.15(b)) équivaut à ω = 0,77×ωc, le maximum d’intensité du spectre synchrotron est atteint
pour ω = 0,42× ωc. On définit l’énergie critique Ec correspondante par (Réf. [153,154]) :
Ec = ~ωc = 3γ2eKβ~ωβ = 3γ3erβkβ~ωβ , (1.77)
ce qui donne en unités pratiques :
Ec [keV] ≈ 8,385× 10−6 × γ2erβ [µm]ne0
[
1018 cm−3
]
(1.78)
En utilisant la formule de Larmor (Réf. [153,154]), la puissance moyenne rayonnée Pβ durant
une oscillation bêtatron est :
Pβ =
e2c
12piε0
γ2ek
2
βK
2
β =
e2c
12piε0
γ4ek
4
βr
2
β . (1.79)
Sachant que le temps d’emission est donné par Nβλβ/c, on a alors l’énergie totale rayonnée
Eβ:
Eβ =
e2
6ε0
Nβγ
2
ekβK
2
β =
e2
6ε0
Nβγ
4
ek
3
βr
2
β . (1.80)
L’énergie rayonnée est donc plus importante pour un tortilleur que pour un onduleur. Si
le rayonnement ne doit pas être nécessairement monochromatique, alors il peut être plus
intéressant de travailler dans le régime du tortilleur afin de maximiser l’intensité du rayon-
nement bêtatron, ce qui lorsqu’on utilise le rayonnement bêtatron pour diagnostiquer in situ
l’injection et la dynamique des électrons (Sec. 2.5 et 3.5).
1.4.2.3 Distribution spatiale du rayonnement bêtatron d’un électron relativiste
À l’instar de l’étude du spectre du rayonnement bêtatron sur axe, l’examen de sa distribution
angulaire permet de diagnostiquer la dynamique des électrons au cours de l’accélération. La
distribution angulaire d’un lobe rayonné par des électrons relativistes (γe  1 ⇒ Θ0  1)
oscillant selon le régime de l’onduleur (resp. tortilleur) est donnée par la Réf. [133] (resp.
Réf. [153]) pour de faible angles (θ  1).
Dans le cas de l’onduleur, la distribution angulaire totale est similaire à celle d’un lobe, soit
pour la première harmonique :
d2I
d2Ω =
e2
6piε0c
KβNβγ
2
eωc(
1 +K2β/2
)3 1 + 2γ˜e2θ2 (1− 2 cos2 ψ) + γ˜e4θ4(
1 + γ˜e2θ2
)5 si Kβ  1, (1.81)
avec γ˜e = γe/
√
1 +K2β/2 le facteur de Lorentz réduit d’un électron oscillant dans le régime
de l’onduleur. On représente sur la Fig. 1.16(a) la distribution spatiale du rayonnement
13. Il convient de noter qu’une autre convention est couramment utilisée :
 ωc
0
dI
dωdω =
 +∞
ωc
dI
dωdω (Réf.
[132,154]).
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bêtatron pour le régime de l’onduleur avec cos2 ψ = 0, cos2 ψ = 0,5 et cos2 ψ = 1 par des
courbes à tirets rouges, verts et dorés, respectivement.
Dans le cas du tortilleur, la distribution angulaire d’un lobe est :
d2I
d2Ω =
7e2
96piε0c
Nβγ
2
eωc
(1 + γ2eθ2)
5/2
[
1 +
5
7
γ2eθ
2
1 + γ2eθ2
]
si Kβ  1, (1.82)
On trace sur la Fig. 1.16(a) la distribution spatiale du rayonnement bêtatron pour le régime
du tortilleur (courbe bleue à trait plein).
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Figure 1.16 : (a) Distribution spatiale d’un lobe rayonné par un électron relativiste oscil-
lant selon le régime de l’onduleur (courbe à tirets rouges, verts et dorés pour cos2 ψ = 0,
cos2 ψ = 0,5 et cos2 ψ = 1, respectivement) ou le régime du tortilleur (courbe bleue à trait
plein). (b) (resp. (c),(d)) Distributions spatiales d’un faisceau rayonné par un électron
relativiste oscillant linéairement (resp. elliptiquement, circulairement) selon le régime du
tortilleur. (e) Idem que (b) pour un paquet d’électrons oscillant dans des plans différents.
Le terme rouge (resp. bleu) de l’Éq. 1.82 correspond au rayonnement avec une polarisation
parallèle (resp. perpendiculaire) au plan orbital de l’électron. On constate que le rayonnement
bêtatron est fortement, mais pas complètement, polarisé dans le plan orbital. La mesure de
la polarisation du rayonnement bêtatron permet donc d’examiner la dynamique des électrons
au cours de leur accélération (Réf. [155]). Il convient de noter que l’Éq. 1.82 ne décrit que la
distribution angulaire d’un lobe dont la dimension est de l’ordre de 1/γe = Θ0. Le faisceau X
dans son ensemble a une structure spatiale plus complexe. En effet, au vu de la dynamique
d’émission X schématisée sur la Fig. 1.14(a), l’angle caractéristique du rayonnement dans le
régime du tortilleur est :
Θβ =
dr
dζ
∣∣∣∣∣
ζ=0
∼ rβkβ =
Kβ
γe
= KβΘ0 (1.83)
Sachant que dans le régime du tortilleur Kβ  1⇒ Θβ  Θ0, on en déduit qu’il n’y pas de
recouvrement des lobes. Par conséquent, le motif dessiné par ces derniers peut être utilisé
pour imager la dynamique des électrons dans la bulle de plasma (Réf. [156]). Des exemples
de motifs du rayonnement bêtatron en régime du tortilleur sont donnés en Fig. 1.16(b-d). La
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Fig. 1.16(b) (resp. (c), (d)) a été obtenue en calculant le rayonnement émis par un électron
oscillant linéairement (resp. elliptiquement, circulairemment).
En réalité, le rayonnement observé n’est pas le résultat de l’oscillation d’un électron, mais
d’un paquet d’électrons. Par conséquent, les différentes trajectoires et la dispersion en énergie
des électrons conduisent à la production d’un rayonnement en forme de disque de diamètre
Θβ (Fig. 1.16(e)).
1.4.3 Rayonnement bêtatron d’un paquet d’électrons relativistes
oscillant selon le régime du tortilleur
Ce paragraphe discute uniquement les propriétés du rayonnement émis par un paquet d’élec-
trons relativistes oscillant selon le régime du tortilleur. Puisque le paquet d’électrons est une
source incohérente, l’énergie rayonnée par un paquet de Ne électrons est :
d3I
dωd2Ω
∣∣∣∣∣
Ne
= Ne
d3I
dωd2Ω
∣∣∣∣∣
Ne=1
. (1.84)
À l’aide des expressions de l’énergie totale rayonnée (Éq. 1.80) et celle de l’énergie critique
(Éq. 1.77), Kostyukov et al. (Réf. [148]) ont estimé le nombre de photons rayonnés NX à :
NX '
Eβ
Ec =
2pi
9 αNeNβKβ , (1.85)
avec α = e2/4piε0~c ≈ 7,297 × 10−3 la constante de structure fine. On estime ensuite la
fluence d’un faisceau d’angle solide ΩX = Θ0Θβ = Kβ/γ2e (Réf. [153]) :
ΓX =
NX
ΩX
=
2pi
9 αγ
2
eNeNβ ' 5,6× 10−3 × γ2eNeNβ . (1.86)
En supposant connues la durée du faisceau τX et la taille de la source rβ, on estime la
brillance 14 BX d’une source bêtatron comme étant :
BX ' Υ
ΓX
τXr2β
(1.87)
Υ ≈ 7,758×10−4 est la proportion du spectre synchrotron contenue dans une bande de largeur
4ω/ω = 0,1% centrée sur 0,42 × ωc. Finalement, l’émittance transverse β normalisée du
paquet d’électrons est :
β ' γeβerβ
√
ΘβΘ0 ' rβ
√
Kβ (1.88)
On estime que, pour une taille de source rβ ∼ 1 µm et Kβ ∼ 1, l’émittance des paquets
accélérés ∼ 1 pimm.mrad.
Bien que l’accélération longitudinale du paquet au cours de son oscillation conduise à une
modification du spectre synchrotron, les lois d’échelle pour γe constant (Éq. 1.85, 1.88) sont
14. La brillance d’une source de lumière synchrotron est un paramètre caractérisant la qualité optique
d’un faisceau de photons en rendant compte de son intensité, sa limite de diffraction et sa qualité spectrale.
Elle s’exprime en photons/s/mm2/mrad2/0,1%4ω/ω.
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également valides pour un paquet d’électrons relativistes accélérés (Réf. [132]).
1.5 Conclusion
L’accélération plasma par sillage laser repose sur l’excitation d’une onde de plasma sous-dense
(ne0 . 1019 cm−3) par la force pondéromotrice d’une impulsion laser infrarouge (λL = 0,8 µm)
multi-térawatt (PL & 10 TW), ultra-intense (IL & 1018 W.cm−2) et ultra-brève (τL ∼ 10 −
100 fs). Le champ électrostatique (∼ 10− 100 GV/m), créé dans le sillage de l’impulsion
laser, permet d’accélérer et de focaliser des électrons sur de courtes longueurs (∼ 1 mm),
produisant des paquets aux propriétés remarquables :
• Charge : 10− 100 pC,
• Énergie : 0,1− 1 GeV, avec dispersion 1%,
• Émittance transverse : 1 pimm.mrad,
• Durée du paquet : 10 fs, i.e. courant : 1− 10 kA.
Une forte interaction entre le plasma et l’impulsion laser (auto-focalisation, auto-compression,
etc.) ainsi que l’existence de deux régimes aux propriétés différentes ont été discutés : ré-
gime linéaire et non-linéaire. Bien que l’accélération plasma par sillage laser présente de
nombreuses qualités, atteindre des ultra-hautes énergies telles que le TeV requière le déve-
loppement d’une accélération multi-étages composée d’un étage injecteur, par exemple une
source d’électrons laser-plasma en régime non-linéaire, et d’une suite d’étages accélérateurs
en régime linéaire.
De nombreuses techniques d’injection d’électrons du plasma dans le sillage laser ont été pen-
sées et étudiées. On a choisi au cours de cette thèse d’étudier deux mécanismes d’injection :
• Auto-injection : la création puis l’élongation d’une bulle de plasma conduit au piégeage
d’électrons du plasma pour des intensités laser a0 & 2.
• Injection induite par ionisation : l’ionisation des électrons des couches profondes d’atomes
lourds au voisinage du maximum de l’intensité d’une impulsion laser polarisée linéairement
conduit au piégeage d’électrons dans l’onde de plasma pour de faibles intensités a0 ∼ 1,7.
Les électrons oscillent transversalement au cours de leur accélération dans le sillage laser
et génèrent un rayonnement électromagnétique dans le domaine X : le rayonnement bê-
tatron. Ce dernier est mis en application lors du développement de nouvelles sources de
lumière, profitant ainsi des qualités des électrons accélérés par sillage laser : ultra-brièveté
et ultra-intensité. Outre cette application, le rayonnement bêtatron peut-être utilisé pour
diagnostiquer de manière non-intrusive la dynamique des électrons au cours de leur accélé-
ration (voir Sec. 2). Deux régimes d’oscillations ont été identifiés : l’onduleur et le tortilleur.
L’étude du rayonnement bêtatron est réalisée dans le régime du tortilleur où le spectre est
analogue à un spectre synchrotron.
L’étude de l’accélération plasma par sillage laser a été envisagée pour différents types de
cibles de gaz. Les travaux réalisés au cours de cette thèse utilisent principalement une cible
en particulier : les tubes capillaires diélectriques.
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Chapitre 2
Tubes capillaires diélectriques
Ce chapitre discute de la cible de gaz utilisée au cours de cette thèse : les tubes capillaires
diélectriques. Après avoir introduit leur composition et géométrie, on décrira la physique
du guidage d’une impulsion laser par un tube capillaire. On caractérisera ensuite la distri-
bution en gaz le long de l’axe du tube à l’aide de développements théoriques, numériques
et expérimentaux. Finalement, on présentera un diagnostic des rayons X, l’ombroscopie du
rayonnement bêtatron sur les parois des tubes capillaires.
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2.1 Introduction : panorama des cibles utilisées lors des
expériences d’accélération plasma par sillage laser
De nombreuses cibles ont été étudiées pour confiner et distribuer le gaz lors des expériences
d’accélération plasma par sillage laser. La plus utilisée d’entre elles est très certainement le
jet de gaz qui consiste en un écoulement, sonique et turbulent, sortant d’une buse de dia-
mètre de sortie millimétrique. Des cellules de gaz et des tubes capillaires, au sein desquelles
s’écoule un gaz en régime laminaire, ont également été conçus. Les tubes capillaires se diffé-
rencient des cellules de gaz par leur capacité à guider une impulsion laser sur des distances
excédant sa longueur de Rayleigh, grâce à un gradient de la constante diélectrique selon la
direction perpendiculaire à la propagation de l’impulsion laser. On qualifie de diélectrique
(resp. à décharge) les capillaires dont le guidage est assuré par une paroi en verre (resp. une
distribution spécifique des charges induite par une décharge).
La Tab. 2.1 résume brièvement les atouts et désavantages de chaque type de cibles pour
des expériences à un seul faisceau laser se propageant dans un plasma d’hydrogène pur de
longueur Lp :
Type de cible Avantages Désavantages Réf.
Jet de gaz
Mise en œuvre simple
Volume de gaz utilisé important
[22]
simple Mauvaise reproductibilité
Jet de gaz avec Bonne reproductibilité Volume de gaz utilisé important
[94]
profil spécifique Faible divergence Faible charge du paquet d’électrons
Jet de gaz avec
Favorable à l’émission bêtatron Dégradation propriétés électrons [157]
agrégats de gaz
Cellule de gaz
Bonne reproductibilité
Transition plasma-vide étendue
[21]
Lp & 0,5 mm [128]
Tube capillaire Guidage
Mise en œuvre complexe
[19]
Lp & 5 mm
à décharge Bonne reproductibilité ne0 & 7× 1017 cm−3 [20]
Tube capillaire
Guidage ∀ne0 Durée de vie dépendante [158]
Mise en œuvre simple de la qualité et intensité laser [45]
diélectrique
Bonne reproductibilité
Lp & 5 mm
[159]
Ombroscopie [22]
Table 2.1: Résumé des avantages et désavantages des cibles gazeuses utilisées lors des ex-
périences d’accélération plasma par sillage laser.
Des schémas plus complexes, faisant intervenir des combinaisons de types de cibles, ont éga-
lement été envisagées (Réf. [24,160]). Il est intéressant de noter que certaines cibles les plus
récentes ont fait appel à une technologie prometteuse en terme de possibilité de conception :
l’imprimante 3D (Réf. [161]). Outre les avantages intrinsèques aux tubes capillaires diélec-
triques, l’équipe ITFIP a développé au fil des ans une expertise dans leur mise en œuvre et
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leur utilisation. On choisit donc ce type de cibles pour l’étude de l’accélération plasma par
sillage laser. On omettra par la suite le qualificatif de « diélectrique » afin de simplifier la
lecture du manuscrit.
2.2 Description d’un tube capillaire
Les tubes capillaires utilisés pour nos expériences proviennent du fabricant Friedrich &
Dimmock 1. Ils sont faits en verre flotté, un matériau représentant 90% de la production
mondiale de verre (Réf. [162]) et dont les propriétés sont bien établies. Sa composition est
80% SiO2 + 15% B2O3 + 5% K2O et sa constante diélectrique εr ' 2,25. Les tubes capillaires
sont préparés à l’aide d’une scie à fil à diamants dont le diamètre du fil est dfil = 250 µm. Des
fentes sont usinées de chaqué côté du tube capillaire pour pouvoir injecter le gaz. On suppose
que les fentes perturbent peu les propriétés de guidage car le diamètre du fil est faible devant
la longueur de Rayleigh de l’impulsion laser. On montre sur la Fig. 2.1 un exemple de tube
capillaire, annoté de paramètres caractérisant la géométrie des tubes capillaires. En effet,
une vaste gamme de paramètres, résumée en Tab. 2.2, a été étudiée au cours de cette thèse.
Paramètres Descriptif Xmin (mm) Xmax (mm)
Lcap Longueur totale du tube capillaire 8 50
L↔ Distance entre les deux fentes d’entrée du gaz 4 15
L↗ Distance entre l’entrée du tube capillaire et la première fente 2 5
L↘ Distance entre l’entrée du tube capillaire et la première fente 2 32,5
L† Largeur d’une fente d’entrée du gaz 0,270
rcap Rayon interne du tube capillaire 0,075 0,127
Rcap Rayon externe du tube capillaire 5,5
Table 2.2: Paramètres géométriques des tubes capillaires.
(a) (b) Gaz
Impulsion laser
Parois
L
L L L
Rr
L
cap
capcap
†
Figure 2.1 : (a) Vue schématique d’un tube capillaire, (b) photographie d’un tube capil-
laire.
1. www.fdglass.com
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Parmi les paramètres géométriques des tubes capillaires, on se propose de discuter à présent
de l’influence du rayon interne rcap sur l’interaction entre l’impulsion laser et la paroi du
tube capillaire.
2.3 Guidage de faisceaux laser dans des tubes capillaires
2.3.1 Théorie pour un faisceau laser parfaitement aligné sur l’axe du
tube capillaire
2.3.1.1 Mode propres d’un tube capillaire
On appelle modes propres d’un tube capillaire les solutions des équations de Maxwell (Éq.
C.1-C.4) satisfaisant les conditions aux limites imposées par la paroi du tube capillaire. Dans
le cas d’une impulsion laser polarisée linéairement, le champ électrique transverse s’écrit
comme une série de Fourier-Bessel (Annexe A.1.2, Réf. [158]) :
EL (r,z,t) =
+∞∑
m=1
EL,mJ0 (k⊥,mr)exp
(
−k‖,mz
)
cos (ωLt− kLz) , (2.1)
avec EL,m le champ électrique, k⊥,m le nombre d’onde transverse, k‖,m le coefficient d’amor-
tissement du mie`me mode propre. Ils s’écrivent (Réf. [163,164]) :
EL,m =
2
J1 (s0,m)2
 1
0
xE˜L (x)J0 (s0,mx) dx , (2.2)
k‖,m =
s20,m
2k2Lr3cap
1 + εr√
εr − 1 , (2.3)
k⊥,m =
s0,m
rcap
, (2.4)
avec x = r/rcap, sk,m la mie`me solution de l’équation Jk (s) = 0, dont les valeurs sont données
dans la Tab. 2.3, et E˜L le profil transverse du champ électrique de l’impulsion laser à l’entrée
du tube capillaire. On caractérise les modes propres du tube capillaire à l’aide de trois
paramètres qu’on évalue pour λL = 0,8 µm et rcap = 76 µm :
1. Flux transverse :
Le fonction de Bessel (terme rouge dans l’Éq. 2.1) donne la forme de la distribution
transverse d’une impulsion laser se propageant au sein d’un tube capillaire selon le
mode m. k⊥,m 6= 0 signifie qu’une partie de l’énergie de l’impulsion se propage dans
les parois du tube capillaire. Puisqu’on utilise des impulsions à ultra-haute intensité,
il convient de vérifier que ce flux n’endommage pas les parois du tube et leur capacité
à guider une onde. Pour cela, on estime le flux transverse normalisé Fm, c’est-à-dire
le rapport entre la composante radiale et longitudinale du vecteur de Poynting (Réf.
[158]) :
Fm =
k2⊥,m
k2L
J 21 (k⊥,mrcap)
cos2 θ + εr sin2 θ√
εr − 1 . (2.5)
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m s0,m Lm (m) Fm,max 10−5 vg,m/c
1 2,40486 3,2215 0,880 0,99999
2 5,520078 0,6114 1,993 0,99995
3 8,653728 0,2499 3,116 0,99989
4 11,79153 0,1340 4,244 0,99980
5 14,93092 0,0836 5,372 0,99968
6 18,07106 0,0570 6,501 0,99954
7 21,21164 0,0414 7,629 0,99936
8 24,35247 0,0314 8,759 0,99916
9 27,49348 0,0246 9,888 0,99893
Table 2.3: Caractéristique des neufs premiers modes de guidage d’une impulsion laser in-
frarouge λL = 0,8 µm dans des tubes capillaires de rayon interne rcap = 76 µm.
On constate qu’il y a une dépendance en angle θ, l’azimut du référentiel cylindrique
associé au tube capillaire. On estime la limite en intensité à l’aide du flux transverse
normalisé maximum Fm,max lorsque θ ≡ pi/2 [pi]. D’après le Tab. 2.3, le flux transverse
est moindre lorsque le mode fondamental est utilisé, ce qui devrait donc être favorable
à une utilisation prolongée du tube capillaire. Sachant que le seuil d’ionisation du verre
est ∼ 1014 W.cm−2 pour une impulsion laser avec τL ∼ 100 fs (Réf. [165]), on en déduit
qu’un tube capillaire de rayon interne rcap = 76 µm, en mode fondamental, ne peut
être utilisé pour des intensités IL & 1019 W.cm−2 au risque d’endommager la paroi du
tube.
2. Longueur caractéristique d’amortissement :
Le terme exponentiel en bleu de l’Éq. 2.1 indique que chaque mode s’atténue jusqu’à
être complétement absorbé ou diffracté par les parois du tube. On définit la longueur
caractéristique d’amortissement Lm du mie`me mode comme étant :
Lm =
1
k‖,m
=
2k2Lr3cap
s20,m
√
εr − 1
1 + εr
. (2.6)
On note que Lm varie avec r3cap, on peut donc aisément étendre le guidage si le rayon du
tube est correctement ajusté. De plus, Lm décroît avec l’ordre du mode de propre car
s0,m+1 ≥ s0,m,∀m. Il est donc préférable d’utiliser le mode fondamental pour accélérer
sur de longues distances.
3. Vitesse de groupe :
Sachant que la relation de dispersion est k2⊥,m + k2‖,m = k2L pour le mie`me mode propre,
on en déduit que la vitesse de groupe vg,m pour k⊥,m  kL est :
vg,m ' c
√√√√1− k2⊥,m
k2L
. (2.7)
Les valeurs calculées en Tab. 2.3 indiquent que la vitesse de propagation d’un mode
propre décroît avec son ordre, créant ainsi un déphasage de modes au cours de la
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propagation d’un onde lors d’un guidage multi-modes.
En résumé, on a observé que le guidage utilisant uniquement le mode fondamental est la
meilleure solution, en terme de robustesse et de performance, pour guider des impulsions
laser sur de longues distances. On examine à présent les conditions requises pour le couplage
d’une impulsion laser uniquement au mode fondamental.
2.3.1.2 Couplage d’un faisceau parfaitement aligné
On considère ici une impulsion laser polarisée linéairement, parfaitement alignée avec l’axe
du tube et focalisée à l’entrée du tube capillaire (z = 0 et t = 0). La conservation du champ
électrique transverse impose que :
EL (r) =
+∞∑
m=1
EL,mJ0 (k⊥,mr) . (2.8)
On étudie la répartition de l’énergie incidente sur les modes propres du tube pour deux types
de faisceau laser : le faisceau gaussien résultant de la focalisation d’un faisceau gaussien, et
le faisceau d’Airy résultant de la focalisation d’un faisceau « porte ». L’expression du champ
électrique d’un faisceau gaussien (resp. d’Airy) est donnée par l’Éq. 2.9 (resp. Éq. 2.10) :
EL,gauss = EL,max exp
(
− r
2
w20
)
, (2.9)
EL,airy = EL,max
J1 (s1,1r/r0)
r
. (2.10)
où s1,1 = 3,8317 et r0 = 1,22λLf/2wi est la distance à l’axe optique du premier anneau
sombre d’une tache d’Airy. La proportion Cm d’énergie couplée au mode propre m du tube
capillaire est le rapport de la proportion d’énergie entrant dans le tube et se propageant
selon le mode m, par l’énergie totale incidente. On trouve dans le cas du faisceau gaussien
que (Réf. [45,159]) :
Cm =
8 (rcap/w0)2
J1 (sm)2
[ 1
0
x exp
(
−r
2
cap
w20
x2
)
J0 (s0,mx) dx
]2
, (2.11)
et pour un faisceau d’Airy :
Cm =
4
J1 (s0,m)2
[ 1
0
J1
(
s1,1
rcap
r0
x
)
J0 (s0,mx) dx
]2
. (2.12)
On trace sur la Fig. 2.2 la proportion de l’énergie incidente couplée aux cinq premiers modes
propres d’un tube capillaire pour un faisceau gaussien (a) et une tache d’Airy (b) en fonction
du rayon interne du tube capillaire rcap. On constate qu’un guidage n’utilisant quasiment que
le mode fondamental, appelé guidage mono-mode, requiert rcap/w0 ' 1,55 (resp. rcap/r0 ' 1)
pour un faisceau gaussien (resp. d’Airy). Pour cette configuration, on note que la proportion
d’énergie couplée au tube capillaire dans son mode fondamental est de 98% pour un faisceau
gaussien, contre 83% pour un faisceau d’Airy. On en déduit donc qu’il est préférable d’utiliser
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Figure 2.2 : Proportion de l’énergie incidente Cm couplée aux cinq premiers modes propres
d’un tube capillaire pour un faisceau gaussien de taille w0 au waist (a) et une tache d’Airy
de premier zéro r0 (b) en fonction du rayon interne du tube capillaire rcap. La proportion
totale Ctot d’énergie se propageant dans le tube capillaire est représentée par les courbes
noires à tirets.
un faisceau gaussien pour un couplage efficace. L’énergie restante, contenue dans les « ailes »
de la fonction d’Airy, n’entre pas dans le tube capillaire et peut endommager sa face avant. On
représente également la proportion totale Ctot d’énergie couplée au tube capillaire (courbes
noires à tirets) telle que :
Ctot =
+∞∑
m=1
Cm . (2.13)
On évalue qu’un faisceau gaussien en mono-mode contient au total 98% de l’énergie incidente,
ce qui signifie que 1% de l’énergie laser est perdue dans les parois du tube. La diminution de
Ctot, observée en Fig. 2.2 (a), est due à l’absence des termes d’ordres supérieurs dans le calcul
de Ctot. Lorsque rcap/w0 → 0 ou rcap/r0 → 0, on a Ctot → 0 car une quantité significative
d’énergie laser incidente n’entre pas dans le tube capillaire mais percute la paroi avant. Cette
configuration endommage prématurement le tube capillaire et doit être évitée.
2.3.2 Fluctuations de pointé laser et conséquences sur le guidage
La section précédente suppose un faisceau laser parfaitement aligné sur l’axe du tube capil-
laire. Il est donc nécessaire d’évaluer l’impact d’un désalignement de l’impulsion laser sur les
propriétés du guidage. Pour cela, on définit en Fig. 2.3(a) un référentiel (Oxyz) associé au
tube capillaire, où (Oz) est l’axe de ce dernier. Le référentiel (O′x′y′z′) est (Oxyz) translaté
en O′, l’intersection entre le faisceau laser et la face avant du tube capillaire. L’axe du fais-
ceau laser est défini par son vecteur d’onde −→kL. La transmission Tcap du tube capillaire lors
d’un désalignement de l’axe laser a été étudiée par Veysman et al. (Réf. [166]). On donne
leurs résultats expérimentaux et théoriques en Fig. 2.3(b) pour un désalignement caractérisé
par la distance δrc =
√
δx2c + δy2c entre le centre du tube capillaire et le centroïde de la tache
laser dans le plan focal, et les angles θinc et ϕinc de l’axe de l’impulsion par rapport à celui
du tube.
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Figure 2.3 : (a) Référentiel (Oxyz) associé au tube capillaire, où (Oz) est l’axe de ce der-
nier. (O′x′y′z′) est le translaté de (Oxyz), avec O′ l’intersection entre le faisceau laser
et la face avant du tube capillaire. L’axe du faisceau laser est défini par son vecteur
d’onde −→kL. (b) Transmission d’un tube capillaire désaligné par rapport à l’axe laser avec
δrc =
√
δx2c + δy2c la distance entre le centre du tube capillaire et le centroïde de la tache
laser dans le plan focal, et θinc et ϕinc les angles entre l’axe de l’impulsion et celui du tube
(Réf. [166]).
Ces résultats ont été obtenus dans un tube capillaire de Lcap = 40 mm et rcap = 50 µm et un
laser l’hélium néon (λL = 632,8 nm) dont le profil transverse en intensité est de la forme :
IL ∝ exp
−2 (r cosϕinc − δx)
2
w20,x
 exp
−2 (r sinϕinc − δy)
2
w20,y
×
exp {2ikL sin θinc ((r cosϕinc − δx) cosϕinc + (r sinϕinc − δy) sinϕinc)} , (2.14)
avec w0,x (resp.w0,xy) la taille au waist selon l’axe (Ox) (resp. (Oy)) telle que w0 =
√
w20,x + w20,y =
32 µm, soit un couplage en mono-mode du faisceau avec le tube capillaire.
Expérimentalement, un désalignement du faisceau laser conduit à des taches asymétriques
dans le plan focal, soit une perte du caractère mono-mode du guidage du tube capillaire
(Réf. [45,159]). Par conséquent, sa transmission Tcap est également modifiée. On observe sur
la Fig. 2.3(b) que la transmission décroît quand δrc/rcap et θinc augmentent. ϕinc n’affecte
pas la transmission car le tube capillaire est supposé symétrique autour de l’axe (Oz). On
note que, dans le cas idéal (δrc = 0 et θinc = 0), une transmission optimum de ∼ 90%
est mesurée, les pertes correspondent à l’amortissement du mode fondamental. Cette étude
donne un ordre de grandeur sur les erreurs d’alignement tolérables pour une transmission
optimale de Tcap ∼ 90% : δrc/rcap . 0,2 et θinc . 5 mrad.
2.4 Distribution de gaz au sein des tubes capillaires
On choisit d’étudier le remplissage en gaz des tubes capillaires dans le cas du dihydrogène
pur H2. On considérera un remplissage équivalent à celui de H2 lorsque d’autres gaz seront
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été utilisés, tels que des mélanges composés essentiellement de H2. Le gaz est distribué dans
les tubes capillaires selon un dispositif conçu et construit par l’équipe ITFIP (Réf. [159]).
2.4.1 Système de remplissage en gaz du tube capillaire
Le tube capillaire est contenu dans un porte-capillaire dont une coupe, selon le plan défini
par l’axe laser et l’axe vertical, est proposée en Fig. 2.4(a) pour un tube capillaire de Lcap =
20 mm. Le porte-capillaire a une double fonction. Premièrement, il permet d’insérer les tubes
capillaires dans un support motorisé nécessaire à l’alignement sous-vide des tubes capillaires
par rappport à l’axe laser. Deuxièmement, il permet de créer une réserve de gaz, entre ses
parois internes et la surface externe du tube, qui alimente continûment les fentes et, in fine, la
zone où a lieu l’interaction laser-plasma. L’arrivée du gaz dans le porte-capillaire est contrôlé
par un dispositif représenté en Fig. 2.4(b). Une bouteille de gaz alimente un régulateur
Bronkhorst qui contrôle la pression PH2,re´s d’un réservoir. À ce dernier est connecté un capteur
Sonde de pression
Régulateur
Electrovanne
Réservoir
Vanne
manuelle
Pompe
primaire
Turbopompe Enceinte
Alimentation de l'électrovanne
,
,,
Gaz
Gaz
Laser
(b)(a)
Détendeur
Figure 2.4 : (a) Dessin industriel d’un porte-capillaire pour un tube capillaire de longueur
Lcap = 20 mm. L’arrivée de gaz est représentée par une flèche bleue. (b) Photographie du
système de remplissage en gaz des tubes capillaires.
de pression à haute performance (Edwards Wide Range Gauge WRG-S 14,5-36V/2W ). Le
réservoir est également relié à une électrovanne dont l’ouverture permet l’envoi du gaz dans
un tube flexible qui traverse l’enceinte pour être directement connecté à l’entrée de gaz du
porte-capillaire. Le pompage de l’enceinte et du réservoir est assuré par un couple de pompes
dites primaire et turbo, permettant d’obtenir une pression minimale de Pvide ∼ 10−5 mbar
dans l’enceinte. À chaque mesure, l’électrovanne s’ouvre sous l’impulsion d’un signal porte
de durée ∼ 40 ms. Ce temps d’ouverture est un compromis permettant de remplir les tubes
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capillaires sans qu’une quantité trop importante de gaz puisse fuir dans l’enceinte, ce qui
endommagerait la turbopompe et affecterait la propagation du laser avant d’atteindre le
tube capillaire.
2.4.2 Description qualitative de l’écoulement de dihydrogène dans un
tube capillaire
On considère un gaz de H2 comme parfait. On a donc une relation de proportionnalité entre
sa pression P
H2
et sa densité de particules n
H2
telle que:
P
H2
= n
H2
kBT , (2.15)
où T est la température du milieu et kB = 1,381× 10−23 J.K−1 la constante de Boltzmann.
À température ambiante T0 = 293,15 K, PH2 en unités pratiques est donnée par :
P
H2
[mbar] ≈ 20,24× ne
[
1018 cm−3
]
, (2.16)
avec ne = 2nH2 la densité électronique. On estime qu’il faut une pression PH2,cap ∼ 200 mbar
dans le tube capillaire pour avoir les densités électroniques requises par les travaux de cette
thèse : ne0 ∼ 1019 cm−3 .
Les études précédentes (Réf. [159]) ont caractérisé l’écoulement entre la vanne d’injection
et les fentes du capillaires. Il a été montré qu’il faut attendre ∼ 40 ms avant d’atteindre
le régime stationnaire dans le tube capillaire. Ce dernier, alors rempli de gaz, fuit par ces
deux extrémités. On a donc une transition gaz / vide qu’il convient d’étudier pour estimer
le temps de vidage et le profil du gradient de densité. Si le gradient de pression au niveau
du changement de section hydraulique est suffisamment grand, on dit que l’écoulement est
bloqué (choked flow). Le gaz sortant du capillaire est qualifié de sonique car sa vitesse est
supérieure ou égale à la vitesse du son dans H2 : cH2 = 1290 m.s
−1. L’écoulement est bloqué si
le gradient entre la pression de plateau PH2,cap et la pression Pvide dans l’enceinte (Réf. [167])
est tel que :
P
H2,cap
Pvide

(
γ + 1
2
) γ
γ−1
≈ 1,893 , (2.17)
avec γ = 7/5 l’indice adiabatique d’un gaz diatomique parfait. Le débit massique de fuite
Qf du tube capillaire en régime choqué est (Réf. [167]) :
Qf = PH2,cappir
2
cap
√√√√√γMH2
RT0
(
2
1 + γ
) γ+1
γ−1
, (2.18)
avec R = 8,314 J.K−1.mol−1 la constante des gaz parfaits et M
H2
= 2,016 g.mol−1 la masse
molaire de H2. On établit le temps de vidage à 99% d’un tube capillaire avec la formule :
t99%
[
s−1
]
= 5Lcap
√√√√√MH2
γRT
(
γ + 1
2
) γ+1
γ−1
≈ 2,100× 10−4 × Lcap [mm] (2.19)
On estime qu’il faut t99%,the´o ≈ 4 ms pour vider un tube capillaire de longueur Lcap = 20 mm.
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Expérimentalement, le temps de vidage est t99%,exp ≈ 20 s  t99%,the´o ce qui indique que le
volume à vider est bien supérieur au volume interne du tube capillaire. En effet, le calcul
ci-dessus ne prend pas en compte le volume des fentes et du tuyau flexible qui fournissent
continument du H2 au tube capillaire.
Afin de savoir si l’écoulement est laminaire ou turbulent, on considère le nombre de Reynolds,
soit le rapport entre les forces d’inertie et les forces visqueuses :
Re =
Dhv
ν
, (2.20)
avecDh le diamètre hydraulique, v la vitesse du fluide et ν sa viscosité cinématique (νH2 ∼ 2×
10−4 m2.s−1 pour P
H2
= 500 mbar). Au cours du remplissage de tubes capillaires de diamètre
Dh = 178 µm, des vitesses d’écoulement allant jusqu’à ∼ 3,7 km.s−1 ont été observées dans les
simulations fluides (voir Sec. 2.4.3). On en déduit que le nombre de Reynolds peut atteindre
des valeurs de l’ordre de ∼ 3000 au cours du remplissage, ce qui correspond à un écoulement
turbulent. L’écoulement en régime stationnaire est essentiellement laminaire dans le tube
capillaire.
Afin de savoir si l’écoulement est moléculaire ou fluide, on calcule le nombre de Knudsen,
soit le rapport du libre parcours moyen L sur le diamètre du tube capillaire :
Kn =
L
Dh
, (2.21)
avec dans le cas de H2:
L
H2
=
1√
2pin
H2
σ2
H2
, (2.22)
où σ
H2
= 2,62× 10−8 cm est le diamètre cinétique de la molécule de H2. En unités pratiques,
dans des tubes capillaires tels que Dh = 2rcap, on a :
Kn ≈ 3,279
ne [1018 cm−3]× rcap [µm] .
On distingue trois régimes :
1. Régime visqueux-laminaire (Kn ≤ 0,01) :
Le flux de matière suit les lois de la mécanique des fluides car les collisions inter-
molécules sont nombreuses par rapport aux collisions molécules-parois. On peut donc
considérer collectivement le comportement des molécules de H2.
2. Régime moléculaire (Kn ≥ 1) :
Les molécules de H2 sont indépendantes entre elles et entrent seulement en collision avec
la paroi du tube capillaire. Par conséquent, on ne peut plus considérer collectivement
le mouvement des molécules de H2. Il faut suivre la trajectoire de chaque particule
se propageant dans le tube lors d’une analyse statistique : méthode DSMC (Direct
Simulation Monte-Carlo, Réf. [168]). Le coefficient de diffusion ne dépend plus du
diamètre cinétique de la molécule de H2 mais du diamètre de la paroi interne.
3. Régime intermédiaire (0,01 ≤ Kn ≤ 1) :
En moyenne, il y a autant de collisions inter-molécules que de collisions molécules-
parois. Ce régime est également modélisable par la méthode DSMC si le coefficient de
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diffusion inter-molécules est pris en compte, en plus de celui de la diffusion molécules-
parois (Réf. [169]).
On note que le remplissage d’un tube capillaire de rayon rcap = 89 µm jusqu’à une densité
ne0 = 1019 cm−3, puis son vidage, est un processus pour lequel les trois régimes décrits
ci-dessus sont observés successivement.
L’étude de l’écoulement du H2 dans un tube capillaire est un problème complexe, mêlant
régime laminaire et régime turbulent, écoulement visqueux-laminaire et écoulement molécu-
laire. Par ailleurs, l’assymétrie de la géométrie des tubes capillaires nécessite de modéliser
ce système en trois dimensions. La distribution du gaz dans les tubes ne peut donc pas être
analytiquement déterminée. Pour cela, on a eu recours à des simulations fluides utilisant le
logiciel OpenFOAM.
2.4.3 Étude numérique de l’écoulement grâce à des simulations fluides
OpenFOAM (Open Field Operation And Manipulation) est un logiciel de simulation, écrit en
C++ , qui propose des solveurs pour des problèmes dits « multi-physiques », principalement
axés sur la résolution des équations de la mécanique des fluides (Réf. [170, 171]). Bien que
de précédents résultats utilisant ANSYS FLUENT aient montré une distribution uniforme,
appelée plateau, entre les fentes d’entrée du gaz (Réf. [159]), on a choisi d’approfondir ces
travaux en étudiant la forme de la distribution du gaz aux extrémités d’un tube capillaire,
pour différentes longueurs de transition et différentes modélisations. Cela a été réalisé avec
OpenFOAM, qui présente l’avantage d’être un logiciel libre capable de gérer des écoulements
turbulents soniques, selon la procédure suivante :
1. Choix d’un modèle physique :
Suite aux éléments qualitativement discutés dans la section précédente, on a choisi
d’utiliser un solveur nommé sonicfoam capable de décrire un écoulement sonique cho-
qué, turbulent et/ou laminaire. Pour les simulations comprenant une description turbu-
lente de l’écoulement, on choisit d’utiliser un modèle du premier ordre à deux équations,
c’est-à-dire un modèle décrivant les valeurs moyennes des fonctions de l’écoulement en
considérant que la viscosité tourbillonnaire dépend de deux paramètres représentatifs
du phénomène. Parmis les nombreux modèles disponibles, on a utilisé le modèle k − ε
(Réf. [172]) car il a l’avantage d’être assez répandu et de prendre en compte les va-
riations spatiales de l’agitation turbulente bien qu’il soit mal adapté aux écoulements
complexes. k (resp. ε) représente le taux de dissipation (resp. la quantité) d’énergie
cinétique turbulente, modélisée par des tourbillons (eddies).
Puisque la température varie de manière significative au cours des simulations, on a
choisi de décrire la viscosité dynamique en utilisant la formule de Sutherland (Réf.
[173]) pour un gaz parfait :
µ
H2
(T ) = µ
H2,0
T0 + TS
T + TS
(
T
T0
)3/2
(2.23)
avec µ
H2,0
= 8,411 × 10−6 kg.m−1.s−1 la viscosité dynamique à T0 de H2 et TS = 95 K
sa température de Sutherland.
2. Définition de la géométrie et du maillage :
La géométrie et le maillage sont réalisés grâce à l’utilitaire BlockMesh d’OpenFOAM
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et visualisés à l’aide de Paraview (voir Fig. 2.5). Les surfaces sont du modèle sont de
type « Paroi » (wall, traits noirs en Fig. 2.5) ou « Pièce » (patch, traits bleus et rouges
en Fig. 2.5), qui sont des objets C++ dont on détaille la signification en Annexe D.
Les paramètres géométriques et de maillage des différentes simulations sont résumés
en Tab. 2.4. Quelle que soit la longueur de transition étudiée, le modèle se compose
de :
a) Une réserve de gaz (boîte rouge) qui représente la fente, de dimension 0,356 ×
0,356×0,250 mm3, et initialement remplie de gaz à une pression P
H2,cap
= 500 mbar.
b) Un tube (bleu), de rayon rcap = 89 µm et de longueur Ltr variable, pour modéliser
la transition de gaz entre la fente et le vide. Il est initialement à une pression
Pvide = 50 mbar.
c) Une boîte (bleue) de vide, correspondant à l’enceinte à la sortie du tube. Elle est
de dimension 1,25 × 0,356×0,356 mm3 et est initialement remplie de gaz à une
pression Pvide = 50 mbar.
P    (Pa)H2
Réserve
Enceinte
Transition
Verre ≡ Paroi
Fente ≡ Pièce
Fuite
   ≡
Pièce
5  104
5  102
5  103
Figure 2.5 : Vue 3D de la géométrie et du maillage construite pour l’étude de la distribution
du gaz aux extrémités d’un tube capillaire de longueur de transition Ltr = 1,5 mm à t = 0 s.
Les faces représentées par des traits noirs (resp. bleus et rouges) indiquent les objets de
type Parois (resp. Pièce).
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3. Définitions des conditions aux limites :
Afin de rendre compte de la dynamique de remplissage du tube capillaire, on a implé-
menté différentes conditions aux limites (Annexe D) selon qu’on considère la réserve,
le tube ou l’enceinte :
a) Chaque variable P , T , etc. nécessite l’utilisation de fonctions spécifiques pour dé-
crire les conditions aux limites (Annexe D). À titre d’exemple, on discute de celles
utilisées pour la pression P . Pour les surfaces de type Pièce, la fonction fixedVa-
lue est utilisée avec un argument de 5 × 104 Pa (condition de Dirichlet). Quant
aux surfaces de types Paroi, la fonction zeroGradient (condition de Neumann) est
employée pour modéliser l’interaction entre le fluide et la paroi.
b) Les conditions aux limites des parois du tube sont identiques aux parois de la
réserve.
c) Les conditions aux limites des parois de l’enceinte sont identiques aux parois de la
réserve. On implémente la condition waveTransmissive à l’ensemble des extrémités
de l’enceinte. Cette condition permet d’éviter la réflexion d’onde de matière telles
que celles provenant de la fuite de gaz à la sortie du tube. On peut ainsi minimiser
la taille de la boîte de vide, et donc réduire le temps de calcul, sans fausser la
forme du gradient de gaz.
4. Vérification de la stabilité et de la convergence numérique :
La stabilité et la convergence numérique sont atteintes pour les paramètres suivants :
Ltr (mm) 2D / 3D Modèle V min (m3) V max (m3) 4t (s) tf (s) Ncell
1,5 2D Laminaire 2,95× 10−15 3,66× 10−13 10−11 3,0× 10−4 12600
1,5 2D Turbulent 2,95× 10−15 3,66× 10−13 10−11 3,0× 10−4 12600
1,5 3D Turbulent 5,13× 10−17 1,11× 10−13 10−11 8,0× 10−5 44000
2,5 3D Turbulent 5,13× 10−17 1,11× 10−13 10−11 8,2× 10−5 50700
3,5 3D Turbulent 3,48× 10−17 7,50× 10−14 10−11 1,4× 10−4 76000
4,5 3D Turbulent 2,91× 10−17 6,28× 10−14 10−11 5,1× 10−5 91200
Table 2.4: Paramètres des simulations OpenFOAM utilisant le solveur sonicfoam pour dif-
férentes longueurs Ltr de transition et différents modèles physiques. On donne la valeur
minimale (resp. maximale) V min (resp. V max) du volume d’une maille, le pas temporel 4t,
le temps final tf de la simulation, et le nombre de cellules Ncell.
On donne sur la Fig. 2.6 les profils longitudinaux de densité normalisée pour les paramètres
donnés en Tab. 2.4 lorsqu’une pression de 500 mbar est fixée dans la fente. La position de
cette dernière est indiquée sur la Fig. 2.6(a) par une zone gris foncé. Quant à la transition
fente/enceinte, elle est représentée par une zone gris clair. Puisqu’on observe des discon-
tinuités significatives pour les simulations 2D avec Ltr = 1,5 mm, on choisit d’utiliser un
modèle 3D turbulent pour étudier l’effet de Ltr sur le profil de densité. Les résultats d’une
telle étude sont donnés sur la Fig. 2.6 (b), où on a tracé le profil de densité en fonction
de la distance normalisée : (z − dfil) /Ltr. On constate que plus Ltr est grand et moins le
gradient de gaz est raide. Par ailleurs, on observe que, pour Ltr ≥ 3,5 mm, des rebonds de
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densité apparaissent lors que (z − dfil) /Ltr → 1. Ces anomalies sont attribuées une limite
de validité de l’hypothèse d’un écoulement fluide. En effet, comme indiqué par la zone grisée,
les densités atteintes en fin de transition sont proches de celles requises pour qu’apparaisse
le régime moléculaire non-décrit par le modèle utilisé ici.
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e
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Figure 2.6 : (a) Comparaison des profils longitudinaux normalisés ne/ne0 de densité élec-
tronique aux extrémités des tubes capillaires pour différents modèles physiques. L’em-
placement de la fente (resp. transition) est donné par la zone grise foncée (claire). (b)
Comparaison des profils de densité dans différentes transitions pour une modélisation 3D
turbulente. On indique par une zone grisée les valeurs en ne/ne0 pour lesquelles les ap-
proximations fluides ne sont pas valables.
2.4.4 Caractérisation interférométrique de la densité en régime
stationnaire
La densité moyenne de gaz sur le plateau peut être obtenue en mesurant, en régime sta-
tionnaire, la variation d’indice optique induite par l’arrivée du gaz dans le tube capillaire
(Réf. [174]). L’indice optique du milieu gazeux est déterminé avec un interféromètre de Mach-
Zehnder (Réf. [175]) dont le principe est le suivant : un faisceau laser est séparé en deux
faisceaux d’intensités égales parcourant deux chemins optiques différents, mais de longueur
égale Lopt. Le premier faisceau, appelé faisceau de référence, se propage dans le vide alors que
le second faisceau, appelé faisceau sonde, traverse le tube capillaire rempli de gaz. La recom-
binaison des deux faisceaux produit un motif d’interférences dont les propriétés dépendent
du faisceau laser et de la distribution de gaz. Le déphasage 4ψd correspondant s’exprime :
4ψd (t) =
2pi
λL
 Lopt
0
(ηsonde (`,t)− ηre´f ) d` , (2.24)
avec λL la longueur d’onde du faisceau laser, ηsonde (resp. ηre´f = 1 ) l’indice optique du bras
sonde (resp. référence). La relation entre l’indice optique η
H2
et la densité de molécules n
H2
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du dihydrogène est donnée l’équation de Lorentz-Lorenz (Réf. [65]):
η2
H2
− 1
η2
H2
+ 2 =
4pi
3 αP,H2nH2 , (2.25)
avec α
P,H2
= 5,22 × 10−24 cm3 la polarisabilité moyenne d’une molécule de dihygrogène à
température ambiante. Pour les problèmes étudiés, η2
H2
∼ 1 et 4piα
P,H2
n
H2
 1, η
H2
s’écrit
donc :
η
H2
(`,t) ∼
√
1 + 4piα
P,H2
n
H2
∼ 1 + 2piα
P,H2
n
H2
= 1 + piα
P,H2
ne (`,t) , (2.26)
avec ne (`,t) la densité électronique en ` à l’instant t. On exprime donc le déphasage en
fonction de la distribution de densité électronique dans le tube capillaire en injectant l’Éq.
2.26 dans l’Éq. 2.24 :
4ψd (t) =
2pi2α
P,H2
λL
 Lcap
0
ne (`,t) d` , (2.27)
On suppose maintenant que ne (`,t) = ne0 (t)$ (`) avec ne0 (t) la valeur de densité électro-
nique au plateau à l’instant t et $ la distribution normalisée du gaz dans le tube capillaire,
variant de 0 (vide) à 1 (plateau). Pour une densité uniforme, c’est-à-dire $ (`) = 1∀`, le
déphasage observé est :
4ψd
pi
=
2pi
λL
LcapαP,H2ne0 , (2.28)
Pour ne0 = 1019 cm−3, Lcap = 20 mm et λL = 0,6238 µm (laser hélium-néon), on a 4ψd/pi ≈
10, soit une translation du motif d’interférences de cinq franges lumineuses par rapport au
motif de référence, ce qui est observable avec les techniques expérimentales usuelles. On
constate que pour des longueurs de gaz plus faibles, typiquement inférieures au millimètre,
cette technique interférométrique n’est plus utilisable. Dans le cadre de nos tubes capillaires,
cela exclut de facto une caractérisation transverse de la distribution de gaz. Des techniques
alternatives à base de diffusion Raman ont été envisagées pour mesurer la distribution de
gaz sur de courtes longueurs (Réf. [176]). Afin de prendre en compte l’effet profil longitudinal
de gaz dans la détermination de la densité électronique au plateau ne0, on choisit d’utiliser
la distribution longitudinale simulée avec OpenFOAM pour calculer le terme
 Lcap
0 $ (`) d` :
ne0 (t) =
λL4ψd (t)
2pi2α
P,H2
 Lcap
0
$ (`) d`
. (2.29)
Afin de déterminer ne0, on mesure 4ψd expérimentalement à l’aide du dispositif schématisé
sur la Fig. 2.7. Un faisceau laser hélium-néon (PL = 5 mW, λL = 0,6238 µm), collimaté et
de taille au waist w0 = 2 mm, est envoyé dans l’enceinte (bloc gris) à travers une fenêtre
optique de haute qualité (transmission supérieure à 99% à λL). Le faisceau est séparé en deux
faisceaux, puis recombiné, par deux miroirs semi-réfléchissants (cubes bleus, beam splitter
cube) et deux miroirs aluminium de précision λL/10. Deux lentilles minces de longueur focale
f = 25 cm sont utilisées pour focaliser le faisceau à l’entrée du tube capillaire et collimater le
faisceau transmis. Le faisceau recombiné est ensuite de nouveau séparé par un miroir semi-
réfléchissant, permettant une caractérisation simultanée du motif des interférences par une
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Figure 2.7 : Montage expérimental de l’interféromètre de Mach-Zehnder utilisé pour dé-
terminer la densité électronique dans le tube capillaire. (a) Image typique de la figure
d’interférences et (b) Signal de sortie Vp de la photo-diode utilisé pour calculer le dépha-
sage 4ψd.
caméra CCD 12 bits (Fig. 2.7(a)) et de l’évolution temporelle du déphasage par une photo-
diode (cas du déphasage lors du vidage du tube sur la Fig. 2.7(b)). Une fente de 0,5 µm est
placée devant la photo-diode afin de ne sélectionner qu’une partie du motif des interférences
(voir cadre violet sur la Fig. 2.7(a)). Ainsi, le signal de sortie Vp de la photo-diode permet
de visualiser la variation d’intensité dans une zone donnée de l’image d’interférence et d’en
déduire le nombre de franges se décalant, c’est-à-dire le déphasage. La largeur de la fente
est un compromis entre force du signal et constraste. Par ailleurs, il convient de noter qu’un
mauvais alignement du tube (guidage multi-modes) et des lentilles (déformation du front
d’onde) diminue le contraste, et donc la précision, de cette méthode. L’ensemble des appareils
électroniques est synchronisé à l’aide d’un générateur d’impulsions logiques (Stanford Digital
Delay Generator DG645 ). La pression PH2,cap et la densité électronique ne0 ont été calibrées
en fonction de la pression de réservoir PH2,re´s pour différents tubes capillaires et un temps
d’ouverture de l’électronvanne. Par exemple, on donne l’abaque obtenue pour des tubes
capillaires de longueurs différentes et de rayon rcap = 89 µm sur la Fig. 2.8(a) lorsqu’un
temps d’ouverture de 40 ms était utilisé. Similairement, on étudie l’impact du rayon interne
sur la densité électronique de plateau sur la Fig. 2.8(b). On observe que le remplissage est
moins efficace lorsque la partie interne du tube est plus large que la fente d’entrée du gaz :
rcap & dfil/2. On évitera donc d’utiliser ce type de tubes capillaires.
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Figure 2.8 : Abaques de densité électronique de plateau dans les tubes capillaires pour un
temps d’ouverture de l’électrovanne de 40 ms. Étude de l’impact de la géométrie du tube :
(a) Lcap variable pour rcap = 89 µm, (b) Lcap = 10 ou 20mm pour rcap variable.
2.5 L’ombroscopie du rayonnement bêtatron sur les parois
des tubes capillaires
2.5.1 Théorie de l’ombroscopie X
L’accélération plasma par sillage laser produit des paquets d’électrons relativistes. Au cours
de leur accélération, les électrons sont soumis aux forces électrostatiques transverses du
sillage, provoquant ainsi leur oscillation. Les électrons émettent des photons, appelés rayon-
nement bêtatron, dont les propriétés dépendent fortement de celles du paquet d’électrons
(Sec. 1.4). Par conséquent, on peut diagnostiquer de manière non-invasive l’accélération en
étudiant le rayonnement émis. Afin de déterminer la position moyenne d’injection et d’esti-
mer la longueur d’accélération, on se propose d’introduire un diagnostic basé sur l’analyse
de la distribution spatiale du rayonnement sortant d’un tube capillaire : l’ombroscopie X
(Réf. [177,178]).
Le principe de l’ombroscopie est illustré en Fig. 2.9(a) avec (Orθz) le référentiel associé à
l’entrée du tube capillaire, de longueur (resp. rayon interne) Lcap (resp. rcap). On représente
les positions de la source, au début et à la fin de l’émission, par deux disques violets, définis-
sant ainsi la zone d’émission dans le tube capillaire. Les extensions spatiales du premier et
dernier rayonnement sortant du tube sont illustrées par les traits pleins verts. En supposant
une émission continue le long de l’axe, le signal sX (r,θ) reçu par le détecteur, positionné
à une distance DX de l’entrée du tube, est une superposition de rayonnements bêtatron
émis tout au long de l’accélération. On appelle zone de transition la partie de l’image, com-
prise entre ri et rf , pour laquelle une partie du rayonnement a été écrantée par la paroi du
tube. L’ombroscopie consiste à analyser sX (r,θ) dans cette zone de transition afin obtenir
de l’information sur la dynamique d’accélération des électrons. Cette technique nécessite :
70
L’ombroscopie du rayonnement bêtatron sur les parois des tubes capillaires Section 2.5
1. Une source ponctuelle de rayonnement. Les paquets d’électrons accélérés peuvent être
considérer comme telle puisque les tailles transverse et longitudinale de ces derniers
(∼ 1−10 µm) sont faibles par rapport à la distance sur laquelle ils rayonnent (∼ 1 mm).
2. Une source parfaitement alignée sur l’axe du tube, à tout instant de l’émission de
photons.
3. Un rayonnement émis homogène à l’échelle de l’angle solide du tube. Pour cela, il faut
que l’angle solide d’émission soit très grand devant l’ouverture du tube : ΘX  Θcap où
ΘX = max (Θβ,Θ0) est l’ouverture du cône de rayonnement bêtatron et Θcap l’ouverture
du tube pour un photon émis en z :
Θcap = arctan
(
rcap
Lcap − z
)
. (2.30)
Typiquement, pour les expériences menées au cours de cette thèse, on a Θcap ≈
arctan
(
0,076
20− 3
)
≈ 5 mrad et ΘX = Kβ/γ ≈ 10/100 ∼ 100 mrad.
4. Le rayonnement bêtatron potentiellement réfléchi par les parois n’atteint pas le détec-
teur.
ri
rf
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Zone de
transition
sX (r, θ)
Parois
rcap
Lcap
DX
Came´ra
CCD X
r
zO
δ
−
z δ+z
Parois
rβ
Came´ra
CCD X
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Figure 2.9 : (a) Principe de l’ombroscopie dans des tubes capillaires de longueur (resp.
rayon interne) Lcap (resp. rcap). Le rayonnement émis par des électrons relativistes (disques
violets) et sortant du tube est détecté par une caméra CCD X, positionnée à une distance
DX du tube. La distribution spatiale du signal sX (r,θ) est schématisée par une ellipse
pleine, avec un gradient de couleur compris entre ri et rf correspondant à la zone de
transition. (b) Illustration de l’incertitude 4sz = δ+z − δ−z induite par la taille de la
source rβ dont l’extension transverse est représentée par un trait plein rouge.
Sous réserve que ces hypothèses soient valides, et que DX  Lcap, on détermine géométri-
quement une relation entre la position longitudinale z d’émission et la position radiale r sur
l’écran du dernier photon à ne pas être écranté par les parois du tube :
z = Lcap −DX
rcap
r
, (2.31)
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De plus, la moyenne azimutale SX (r) du signal mesuré sX (r,θ) s’exprime comme :
SX (r) =
 2pi
0
sX (r,θ) dθ =
 Lcap
z(r)
I (z′) dz′ , (2.32)
avec IX (z) l’intensité d’émission, c’est-à-dire le nombre de photons émis par angle solide
et par unité de longueur. Sachant que le nombre de photons émis dépend de l’énergie et
de la quantité d’électrons, la détermination du profil IX (z) permet d’obtenir, en chaque
position z, des informations sur les propriétés du paquet d’électrons. IX (z) est calculée
expérimentalement à partir de l’Éq. 2.31 et de la variation radiale de SX (r) :
IX (z) = −
r2
rcapDX
∂SX
∂r
(2.33)
Le modèle d’ombroscopie présenté dans cette section repose sur certaines hypothèses simpli-
ficatrices. Afin de jauger de la validité de ce modèle, il convient d’estimer les erreurs induites
par ces hypothèses, comme notamment la taille de la source (Fig. 2.9(b)).
2.5.2 Incertitudes expérimentales de la technique de l’ombroscopie
2.5.2.1 Taille et désalignement de la source
Comme illustré en Fig. 2.9(b), la taille de la source rβ, i.e. l’amplitude des oscillations
transverses, est une source d’incertitude sur l’estimation de la position z. On représente
l’extension transverse de la source par un trait plein rouge. Pour une position z et une taille
rβ de la source, on distingue géométriquement deux positions apparentes : z+δ+z et z−δ−z.
On définit l’incertitude induite par la taille de la source comme étant 4sz = δ+z+ δ−z avec
δ±z les incertitudes autour de la position z :
δ±z =
Lcap − z
rcap/rβ ± 1 , (2.34)
Pour les expériences menées au cours de cette thèse, on a rcap  rβ, ce qui donne :
4sz ' 2 (Lcap − z)
rβ
rcap
. (2.35)
On estime que 4sz ≈ 900 µm pour Lcap = 20 mm, rcap = 76 µm, rβ = 2 µm et z = 3 mm.
Cette incertitude est calculée pour une source sur l’axe optique. Or, la position transverse
de la source est déterminée par la position transverse du faisceau laser qui peut ne pas être
aligné sur l’axe du tube. Similairement à l’Éq. 2.35, dans le cas d’une source ponctuelle
hors-axe, on peut estimer l’erreur 4haz par :
4haz ' 2 (Lcap − z)
σL
rcap
, (2.36)
avec σL la fluctuation moyenne de pointé laser, qui est typiquement de l’ordre du micron
pour les expériences menées au cours de cette thèse, ce qui conduit à 4haz . 4sz.
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2.5.2.2 Incertitudes géométriques et résolution de la caméra CCD X
La résolution du détecteur, en général une caméra CCD X, peut limiter la précision de l’om-
broscopie. En effet, la taille δrpx d’un pixel correspond à une plage de position longitudinale
4pxz s’exprimant :
4pxz = DX
rcap
r2
δrpx . (2.37)
On estime que 4pxz ≈ 90 µm pour DX = 1220 mm, rcap = 76 µm, r = 5 mm et δrpx =
24,8 µm. Les incertitudes sur la géométrie du diagnostic sont également une source d’erreurs.
En supposant une absence d’erreur sur la taille du pixel (4r/r = 0), on majore l’incertitude
géométrique 4ge´oz en dérivant l’Éq. 2.31, puis en passant à la limite :
4ge´oz = 4Lcap + (Lcap − z)
(4DX
DX
+
4rcap
rcap
)
. (2.38)
La préparation des tubes capillaires conduit à 4Lcap = 5 µm et 4rcap = 1 µm. On estime
que 4ge´oz ≈ 300 µm pour DX = 1220 mm,4DX = 5 mm, Lcap = 20 mm, rcap = 76 µm et
z = 3 mm.
2.5.3 Réflexion du rayonnement bêtatron et caustiques
L’utilisation de l’ombroscopie implique qu’une partie du rayonnement bêtatron est écrantée
par les parois du tube capillaire. Une réflexion non-négligeable de ce rayonnement par les
parois du tube peut contribuer à bruiter le signal utilisé pour reconstruire la dynamique de
l’accélération d’électrons. Afin d’étudier cette possibilité, on calcule le coefficient de réflecti-
vité Rcap des parois, de rugosité Ξcap et composées à 100% de SiO2, en fonction de l’énergie
EX et de l’angle d’incidence θX,inc des rayons X :
Rcap (θinc,EX) = RSiO2 (θinc,EX)× exp
[
−(2ΞcapEX sin θinc)
2
(~c)2
]
, (2.39)
avec la réflectivité théoriqueRSiO2 de SiO2, dont la dépendance en EX et θX,inc a été mesurée 2
par Henke et al. (Réf. [179]) et est donnée sur la Fig. 2.10(a). La rugosité Ξcap des tubes
capillaires, constitutés de verre flotté à haute qualité de paroi, est ∼ 10 nm (Réf. [180]). On
représente sur la Fig. 2.10(b) la réflectivité Rcap en fonction de EX et θX,inc. Par ailleurs,
la zone grisée indique la plage de sensibilité en EX du système de détection de rayons X
(voir Sec. 3.5). On constate que le rayonnement après une, voire deux, réflexions peut être
détectable si l’angle d’incidence est faible : θX,inc . 5 mrad, ce qui équivaut à Lcap & 18 mm
pour z = 3 mm et rcap = 76 µm.
On choisit de vérifier expérimentalement l’absence de réflexion des rayons X en faisant varier
la longueur du tube capillaire. On montre sur la Fig. 2.11 des images typiques du rayonnement
bêtatron sortant d’un tube capillaire de longueur (a) Lcap = 10 mm, (b) Lcap = 20 mm, (c)
Lcap = 40 mm et (d) Lcap = 50 mm. On constate que pour Lcap = 10 mm le rayonnement est
homogène et l’écrantage difficilement observable (coin inférieur gauche de la Fig. 2.11(a)).
2. Le Center for X-ray Optics du Lawrence Berkeley National Laboratory dispose d’une base
de données en ligne sur la réflectivité des rayons X pour divers matériaux à l’adresse internet :
http://henke.lbl.gov/optical_constants/.
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Figure 2.10 : (a) Réflectivité d’une paroi lisse (Ξcap = 0 nm) composée à 100% de SiO2
en fonction de l’énergie EX et de l’angle θX,inc des photons incidents. (b) Idem pour une
paroi rugueuse (Ξcap = 10 nm). La zone grisée représente la plage de sensibilité en EX du
système de détection de rayons X utilisé au cours de cette thèse.
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Figure 2.11 : Image de la caméra CCD X pour (a) Lcap = 10 mm, (b) Lcap = 20 mm, (c)
Lcap = 40 mm et (d) Lcap = 50 mm. Une région d’intérêt est délimitée sur l’image (b) par
la ligne bleue et un demi-cercle bleu dont le centre est indiqué par une croix noire.
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Au-delà, on observe clairement un disque d’intensité quasiment uniforme, comme prédit sur
la Fig. 2.9(a). Pour Lcap = 40 mm et Lcap = 50 mm, on remarque l’apparition de structures,
dans le faisceau X, similaires à des cardioïdes. Cette forme indiquent qu’une partie du rayon-
nement émis est réfléchi par la surface, interne et concave, du tube capillaire. Puisque la
source de rayonnement est à une distance finie de la paroi réfléchissante, on parle de cata-
caustiques au flambeau (Réf. [181]). Par commodité, on appelera simplement ces structures
des caustiques. Afin d’éviter que ce phénomène bruite le signal utile à l’ombroscopie, on
choisit d’utiliser des tubes de Lcap = 20 mm en sélectionnant avec soin des régions d’intérêt,
tel que cela est illustré par la courbe bleue de la Fig. 2.11(b).
2.6 Conclusion
Des tubes capillaires diélectriques en verre flotté sont les cibles utilisées pour les expériences
d’accélération plasma par sillage laser réalisées au cours de cette thèse. Ils sont produits par
Friedrich & Dimmock, puis préparés par l’équipe ITFIP avec une vaste gamme de paramètres.
Ces derniers conditionnent la capacité du tube à guider une impulsion laser sur des distances
excédant sa longueur de Rayleigh. Le guidage mono-mode requière rcap/w0 ' 1,55 (resp.
rcap/r0 ' 1) pour un faisceau gaussien (resp. d’Airy). La transmission de l’impulsion laser
couplée en mono-mode pour des fluctuations de pointé δrc/rcap . 0,2 et θinc . 5 mrad est
Tcap ∼ 90%. On précise que l’usage des tubes en guidage mono-mode ne fut pas recherché
car, pour l’étude des mécanismes d’injection d’électrons en régime non-linéaire, le guidage
de l’impulsion laser est assurée par l’auto-focalisation.
La distribution de gaz dans le tube capillaire, au cours de son remplissage, est décrite par
la théorie des écoulements choqués turbulents dans un tuyau. L’écoulement de gaz entre les
fentes d’entrées de gaz et le vide a été étudié numériquement via des simulations fluides utili-
sant le solveur sonicfoam du logiciel OpenFOAM. Ces résultats ont été utilisés pour calibrer
la caractérisation expérimentale à base de d’interférométrie Mach-Zehnder. En régime per-
manent, l’écoulement est essentiellement laminaire et présente uniquement des turbulences
en sortie de tube, où la densité est faible (≤ 0,05× ne0).
L’utilisation de tubes capillaires permet également de diagnostiquer l’accélération plasma
par sillage laser grâce à l’ombroscopie du rayonnement bêtatron sur les parois des tubes.
Bien que l’essentiel du mécanisme étudié se déroule sur les premiers millimètres du plasma,
l’ombroscopie requiert l’utilisation de tubes capillaires assez long pour observer l’ombre du
tube. Pour les paramètres expérimentaux utilisés au cours de cette thèse, il faut Lcap ≥
20 mm.
L’utilisation de longs tubes diminue la précision de la technique de l’ombroscopie X. En effet,
on a observé que les incertitudes dues à la taille de la source, aux erreurs géométriques, au
désalignement de la source par rapport au tube capillaire croissent avec le facteur Lcap − z.
L’incertitude principale est la taille de source de rayonnement bêtatron pour les paramètres
explorés. De plus, pour des longs tubes Lcap ≥ 30 mm, la réflexion des rayons X et la diffusion
du paquet d’électrons par l’impulsion laser (Réf. [159]) pollue le signal détecté par la caméra
X.
Le choix de la longueur Lcap du tube capillaire est donc un compromis entre faisabilité et
précision expérimentale. On choisit une longueur Lcap = 20 mm pour les expériences décrites
aux Chap. 4 et 5.
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Chapitre 3
Techniques expérimentales et méthodes
d’analyse
Ce chapitre est dédié à la présentation des techniques expérimentales mises en œuvre au
cours de cette thèse pour étudier l’accélération plasma par sillage laser. Premièrement, on
présentera l’installation laser du Lund Laser Center (LLC) où la plupart des travaux de cette
thèse ont été effectués. On décrira ensuite les diagnostics caractérisant les impulsions laser,
puis on discutera des techniques expérimentales permettant de quantifier les propriétés des
paquets d’électrons accélérés. Finalement, on présentera le dispositif utilisé pour détecter le
rayonnement bêtatron lors de la mise en œuvre du diagnostic d’ombroscopie X.
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3.1 Installation laser du Lund Laser Centre
L’installation du LLC (Lund Laser Centre) comprend une chaîne laser titane:saphir cadencé
à 10 Hz, de puissance 35 TW pour une énergie maximale dans le plan focal ∼ 800 mJ et
une durée d’impulsion ∼ 40 fs. On distingue quatre composantes reparties dans trois pièces
différentes : l’oscillateur et les amplificateurs (salle 1), le compresseur (salle 2), le système
de stabilisation de pointé laser (salle 1, 2 et 3), et le miroir déformable (salle 2) modifiant le
front d’onde de l’impulsion laser. Afin de minimiser les vibrations mécaniques, une quatrième
pièce est utilisée pour entreposer les systèmes de pompage et les alimentations des lasers de
pompe.
3.1.1 Oscillateur et étages amplificateurs
Le processus de génération et d’amplification d’impulsions comprend de nombreuses étapes,
distribuées sur trois tables optiques, qu’on se propose de brièvement décrire à l’aide la Fig.
3.1.
~ 1 nJ
~ 500 mW
~ 300 mJ
~ 1 mJ
~ 1,5 J
Figure 3.1 : Schéma à l’échelle de l’installation laser TW du LLC (Réf. [45]). (a) l’oscilla-
teur, (b) le modulateur dispersif acousto-optique (dazzler), (c) l’étireur, (d) l’amplificateur
régénératif, (e) le second amplificateur, (f) une lame séparatrice, (g) le troisième amplifica-
teur, (h) le compresseur temporel (non représenté, voir Sec. 3.1.2), (i) les lasers de pompe
de type Nd:YAG et (j) l’emplacement d’un miroir monté sur un moteur piézo-électrique
pour la stabilité du pointé laser (voir Sec. 3.1.3).
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Sur la première table, les impulsions sont générées par un oscillateur (a) Titane:Saphir à
verrouillage de modes qui émet des trains d’impulsions, centrées sur λL = 800 nm et de lar-
geur 4λL = 60 nm, à une fréquence de 80 MHz pour une puissance moyenne de 500 mW. Les
impulsions sont ensuite envoyées dans le modulateur dispersif acousto-optique (b) qui met
en forme la structure spectrale des impulsions et compense par anticipation les effets de dis-
persion d’ordres élevés dans le système ainsi que le rétrécissement du gain dans l’amplicateur
régénératif (d). Un étirement temporel de l’impulsion jusqu’à quelques centaines de picose-
condes est réalisé par une double réflexion sur un couple de réseaux de diffraction : l’étireur
(c). Cette méthode permet d’injecter une impulsion longue dans le système d’amplification
de puissance sans endommager les optiques de la chaîne laser.
Sur la deuxième table, les impulsions passent par deux amplificateurs de type cavité. Pre-
mièrement, l’amplicateur régénératif (d) permet de passer de ∼ 1 nJ à ∼ 1 mJ après quinze
passages de l’impulsion dans la cavité, dont l’entrée et la sortie sont contrôlées par deux
cellules de Pockels. Deux cellules additionnelles sont utilisées pour nettoyer l’impulsion de
l’émission amplifiée spontanée (ASE) ainsi que d’éventuelles pré-impulsions ayant une avance
par rapport à l’impulsion principale supérieure à 1,5 ns. Deuxièmement, un amplicateur à
géométrie papillon (e) est utilisé pour produire un faisceau avec une énergie de sortie de
300 mJ. Une lame séparatrice (f) est ensuite utilisée pour envoyer la majorité de l’énergie
laser vers la Table 3. La seconde partie est recomprimée temporellement et utilisée pour des
expériences sur la génération d’harmoniques.
Sur la troisième table, un dernier amplificateur de type papillon (g) augmente l’énergie, avant
compression, jusqu’à une valeur maximale de 1,5 J. Afin de préserver le système, le cristal
de cet étage dispose d’un refroidissement cryogénique ce qui permet d’éviter la formation
de lentilles thermiques, résultant d’un échauffement lors du pompage du cristal par les cinq
lasers Nd:YAG de 1 J (i). Finalement, le faisceau amplifié est envoyé dans un compresseur
temporel (h) pour obtenir une impulsion ultra-courte.
3.1.2 Compression de l’impulsion laser
Le compresseur temporel (h) est basé sur la technologie CPA (Chirped-Pulse Amplification),
ou amplification à dérive de fréquences, mise au point par Strickland et al. en 1985 (Réf.
[183]). Le principe de la CPA est présenté en Fig. 3.2 sur laquelle est représentée, d’une
part, la trajectoire du faisceau laser par une ligne noire, et d’autre part, les composants
(a) à (g) présentés en Sec. 3.1.1. Les impulsions courtes émises par l’oscillateur (a) sont
allongées par l’étireur (c), passant de la femtoseconde à la picoseconde. Cet étirement de
l’impulsion repose sur la dispersion des différentes longueurs d’ondes infrarouges présentes
dans l’impulsion laser et représentées par les courbes rouges, vertes et bleues. En effet,
comme observé sur la Fig. 3.2, on constate que le trajet parcouru dans l’étireur dépend de la
longueur d’onde, conduisant ainsi à un allongement de l’impulsion et une corrélation entre
la longueur d’onde d’un photon et sa position longitudinale dans l’impulsion. La diminution
de puissance crête due à l’étirement de l’impulsion permet son amplification par une série
d’étages (d, e, g) qui n’aurait pas été possible pour une impulsion courte de puissance crête
élevée. Finalement, l’impulsion longue amplifiée est recomprimée par une seconde paire de
réseaux selon le mécanisme inverse de l’étireur. La technologie CPA pour des lasers à solides
permet de produire des faisceaux pouvant atteindre des intensités crêtes de 5× 1022 W.cm−2
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Impulsion courte non-amplifiée
Impulsion longue
non-amplifiée
(c) Étireur : une paire de réseaux 
dispersifs allongeant l'impulsion 
d'un facteur 1000
Impulsion longue amplifiée
Amplificateurs de puissance
(h) Compresseur : une 
paire de réseaux dispersifs 
recompressant l'impulsion
longue en une impulsion courte
Impulsion courte
amplifiée
(a) Oscillateur
(e)(d) (g)
Figure 3.2 : Schéma de principe de l’amplification à dérive de fréquences. Le trajet de l’im-
pulsion laser est représenté par la ligne noire. Les lignes rouges, vertes et bleues représentes
différentes longueurs d’onde infrarouges présentes dans l’impulsion. Les gradients de cou-
leurs symbolisent la correlation longueur d’onde / position induite par l’étireur. Les lettres
(a) réfèrent au composants présentés en Fig. 3.1. (extrait puis modifié de Réf. [182]). Les
disques (resp. crémaillères) gris représentent les miroirs (resp. réseaux dispersifs) néces-
saires au dispositif.
(Réf. [184]) et des puissances crêtes allant jusqu’à 1 PW (Réf. [185]), un projet de chaîne
laser de 10 PW étant également en construction (Réf. [28]).
Pour les expériences présentées aux Chap. 4 et Chap. 5, les impulsions sont recomprimées par
un compresseur à réseaux de diffraction placés sous vide. Cela permet d’éviter l’apparition
d’effets non-linéaires, tels que l’auto-focalisation ou la filamentation, lors de la propagation
d’impulsions ultra-intenses à travers des hublots de verre. Ces phénomènes non-linéaires
peuvent créer des points chauds dans le faisceau et endommager les optiques. En sortie de
compresseur, des impulsions amplifiées de durée à mi-hauteur τL ∼ 40 fs sont transportés par
un jeu de miroirs vers l’enceinte expérimentale où sont réalisées les expériences d’accélération
plasma par sillage laser. La transmission du compresseur est de Tcomp = (55± 5) % (resp.
(45± 5) %) pour la première (resp. deuxième) campagne expérimentale.
3.1.3 Stabilisation du pointé laser
Une des spécificités de l’installation laser du LLC est l’excellente stabilité des propriétés des
faisceaux laser, et notamment une faible fluctuation de pointé laser. Cette performance est le
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résultat du développement d’un système actif de stabilisation de pointé laser par Genoud et
al. (Réf. [186]). On rappelle qu’une faible fluctuation de pointé est requise lors de l’utilisation
de tubes capillaires. En effet, on a vu en Sec. 2.3.2 qu’un désalignement du faisceau laser par
rapport à l’axe du tube capillaire crée des modes d’ordre élevé qui s’amortissent rapidement,
réduisant ainsi l’énergie laser disponible pour l’interaction laser-plasma. Par ailleurs, pour
des fluctuations trop importantes, l’intensité laser atteignant la face avant du tube capillaire
peut devenir non négligeable rapport au seuil d’ionisation du verre, ce qui diminue l’espérance
de vie du tube.
Les origines des fluctuations de pointé laser sont multiples. On distingue des fluctuations
d’intensités différentes évoluant à des échelles de temps diverses. Entre deux tirs consécutifs,
la principale source de fluctuations se manifeste sous la forme de vibrations mécaniques
millisecondes induites par le circuit de refroidissement du dernier étage amplificateur. On
note également la présence de vibrations mécaniques au niveau de la parabole de focalisation
(voir Sec. 3.2) causées par la turbopompe de l’enceinte expérimentale. À une échelle de temps
de temps légèrement plus longue, les turbulences de l’air augmentent également la fluctuation
de pointé. Entre le premier et le dernier tir d’une journée d’acquisition de données, les
changements de température déforment de la structure du bâtiment, induisant une dérive
du pointé significative. Finalement, l’activité humaine crée ponctuellement et aléatoirement
des fluctuations de pointé.
Afin de réduire les fluctuations et dérives de pointé laser, de nombreuses mesures ont été
mises en place au cours de ces dernières années. Par exemple, les étages d’amplifications
ont été couverts pour réduire les fluctuations induites par les turbulences de l’air ambiant.
De plus, les pompes primaires de l’enceinte expérimentale ont été isolées du sol via des
amortisseurs puis placées hors des salles laser et expérimentales. De tels aménagements
ne peuvent être réalisés pour minimiser les vibrations induites par la pompe du circuit
de refroidissement du troisième étage amplificateur. Par conséquent, un inhibiteur a été
développé afin de ne permettre les tirs laser qu’au minimum d’intensité des vibrations (voir
cadre bleu de la Fig. 3.3). Il se compose d’un détecteur de vibrations placé dans l’étage
amplificateur, d’un générateur TTL d’amplitude asservie par l’amplitude des vibrations, et
d’un obturateur bloquant, ou non, le faisceau laser selon le signal du générateur TTL. Quant
aux dérives lentes du pointé laser, elles sont corrigées par un système verrouillant la position
du pointé du faisceau de l’oscillateur (80 MHz) à une position donnée. Cette dernière est
choisie afin que le transmission, du faisceau laser amplifiée, à travers le tube capillaire soit
optimale. Cela est réalisé grâce à un asservissement PID (Proportionnel-Intégral-Dérivé)
se composant d’une d’une double paire de miroirs piézoélectriques (KC1-PZ de Thorlabs
et S-340 de Physik Instrumente) et de PSD (Position Sensing Detector de SiTek Electro
Optics) dont l’orientation est contrôlée en temps réel par un programme informatique écrit
en LabVIEW. Le premier miroir, situé avant le troisième étage amplificateur, modifie la
direction du faisceau de l’oscillateur dont l’ordre zéro en sortie du compresseur est observé
par le PSD 1. Le second miroir, situé après le compresseur, change la direction du faisceau
compressé de l’oscillateur dont une fuite est observée par le PSD 2.
En l’absence de stabilisation active et passive, l’écart-type de la distribution du pointé la-
ser dans le plan focal est de ∼ 6,7 µrad. Elle fut réduite à ∼ 3,7 µrad après le changement
d’emplacement des pompes primaires. Finalement, une fluctuation de ∼ 2,6 µrad est at-
teinte lorsque le système actif de stabilisation, inhibiteur et verrouillage, est activé. Pour
une parabole hors-axe de longueur focale f = 78 cm, cela correspond à une fluctuation
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Obturateur principal
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Figure 3.3 : Schéma du système actif de stabilisation de pointé laser développé par Ge-
noud et al. au LLC (extrait puis modifié de Réf. [186]). Les flèches rouges doubles (resp.
simples) représentent le faisceau de l’oscillateur (resp. principal amplifié). Ces faisceaux
sont détectés par des PSDs (Position Sensing Detector). Le cadre bleu contient le si-
gnal des vibrations (courbe bleue) enregistré par un détecteur de vibrations (disque bleu)
placé dans le 3e`me étage amplificateur. Les rectangles verts foncés indiquent les fenêtres
temporelles de tir durant lesquelles l’obturateur principal (rectangle jaune) est ouvert.
transverse de σL ∼ 2 µm. Pour des tubes capillaires avec des rayons internes rcap = 76 µm,
δrc/rcap ≈ 0,02 0,2 (cf. Sec. 2.3.2) donc le pointé laser est suffisamment stable pour utiliser
efficacement les tubes capillaires de manière prolongée, comme cela sera discuté au Chap. 4
3.1.4 Correction de front d’onde et amélioration de la tache focale
Les défauts et les désalignements des composants de la chaîne laser introduisent des aber-
rations dans le front d’onde qu’il est nécessaire de corriger car, comme vu en Sec. 2.3.2, le
couplage d’une impulsion laser à un tube capillaire est optimal pour une impulsion gaus-
sienne. Afin de compenser ces aberrations, la chaîne laser du LLC dispose d’un système de
correction de tache focale dont le rôle est d’assurer une tache focale gaussienne proche de la
limite de diffraction.
Le système de correction de front d’onde se compose d’un miroir déformable, d’un analyseur
de front d’onde et d’un logiciel commercial d’interface (Phasics) les contrôlant. Le miroir
déformable, placé sous vide après le compresseur, est une optique adaptative dont la surface
est contrôlée par une matrice d’actuateurs piézoélectriques céramiques. Lorsqu’une tension
est appliquée à un actuateur, on change localement la forme du miroir déformable. Par consé-
quent, en choisissant correctement les actuateurs à utiliser ainsi que leur alimentation, on
peut modeler globalement la surface du miroir déformable afin de compenser les aberrations
induites par l’amont de la chaîne laser, mais également celles qui seront causées en aval de
la chaîne, c’est-à-dire les composants situés entre le miroir et le foyer. L’alimentation des
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actuateurs est choisie en fonction du front d’onde mesuré dans un plan focal équivalent par
un analyseur de front d’onde (détails en Réf. [45]), placé à l’extérieur de l’enceinte expé-
rimentale. Le front d’onde mesuré est décomposé en polynômes de Zernike (Sec. B.2) afin
d’identifier le type d’aberrations et les actuateurs à activer pour le corriger. En pratique,
plusieurs itérations sont nécessaires pour obtenir une correction statisfaisante.
On montre sur la Fig. 3.4(a) (resp. (b)) les images (12 bits, caméra Pixelfly) d’une tache
focale avant (resp. après) correction pour un faisceau laser amplifié (800 mJ sur cible), et
focalisé par un miroir parabolique hors-axe de 14° et de longueur focale f = 78 cm. Les
signaux ont été normalisés par l’intensité maximale obtenue sur la Fig. 3.4(b). On constate
que la forme obtenue après correction est plus symétrique autour du centre de la tache. De
plus, la correction de front d’onde permet d’obtenir une intensité pic plus élevée, ce qui est
favorable à l’interaction laser-plasma. La qualité de tache focale et la stabilité de pointé laser
assurent une utilisation prolongée des tubes capillaires durant des journées d’acquisition de
données où des centaines de tirs sont effectués sans endommager le tube capillaire.
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Figure 3.4 : Images de tache focale illustrant la correction de front d’onde par le miroir
déformable. Les courbes mauves à tirets représentent le meilleur ajustement gaussien aux
projections de la tache focale (courbes grises).
3.2 Dispositif expérimental
Les expériences d’accélération plasma par sillage laser ont eu lieu dans une enceinte expé-
rimentale sous vide (∼ 10−5 mbar) dont l’implémentation est donnée par la Fig. 3.5. À la
sortie du compresseur, le faisceau laser est transporté par une série de miroirs aluminium et
diélectriques jusqu’à un miroir parabolique, hors-axe de 14° et de longueur focale f = 78 cm,
qui focalise le faisceau 1 mm à l’intérieur des tubes capillaires préalablement remplis de gaz
(voir Sec. 2.4). Pour des paramètres laser-plasma appropriés, des paquets d’électrons sont
produits puis accélérés. Ces derniers impactent un écran fluorescent (Lanex Kodak Regular)
recouvert d’une feuille d’aluminium, de 100 µm d’épaisseur, afin de le protéger de l’impulsion
laser résiduelle. L’énergie déposée par les électrons dans l’écran est réémise sous forme de
lumière visible qui est collectée par un miroir puis imagée par une caméra CCD 16 bits (Prin-
ceton PhotonMax E2V-CCD-201), munie d’un objectif photographique (AF Nikkor 50 mm),
dont une image typique est donnée par la Fig. 3.5(i). Une telle image permet de déterminer la
charge et le profil de la distribution spatiale des paquets d’électrons. En insérant un aimant
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entre le tube capillaire et le système d’imagerie, on observe une déflection verticale 1 des élec-
trons qui dépend de leur distribution en énergie (Fig. 3.5(ii)). Il peut également résulter de
l’interaction laser-plasma un rayonnement bêtatron (Sec. 1.4) qu’on image avec une caméra
CCD 16 bits (Princeton, SXTE/CCD-512TKB1) placée à l’extérieur de l’enceinte expéri-
mentale. Une matrice de filtres métalliques, insérée entre le tube capillaire et la caméra, a
été utilisée pour étudier le spectre du rayonnement bêtatron (Fig. 3.5(iii)). L’ombroscopie a
été simplement mise en œuvre avec l’utilisation de tube capillaire de longueurs supérieures
à Lcap = 20 mm (Fig. 3.5(iv)). La fuite du dernier miroir diélectrique de transport, avant
focalisation, est collectée par une lentille puis distribuée par une lame séparatrice sur, d’une
part, une caméra CCD 8 bits (Firefly, Fig. 3.5(v)), et d’autre part, le PSD 2 du système de
verrouillage de pointé (Fig. 3.3). Ces diagnostics laser, électrons et X sont discutés en détails
dans les prochaines sections de ce chapitre.
Gaz 
Tube 
Capillaire 
Lanex 
Électrons 
P 
Caméra 
CCD Lanex 
Faisceau Laser 
Caméra 
CCD laser 
f = 78 cm  
15° hors-axe 
Miroir parabolique 
 
Caméra 
CCD X 
AIMANT 
(v) 
(iv) 
(i) (ii) 
(iii) 
PSD 
2 
Figure 3.5 : Schéma de l’enceinte expérimentale sous vide où sont données des images
typiques de (i) paquets d’électrons, (ii) paquets d’électrons défléchis par l’aimant, (iii)
rayonnement bêtatron partiellement écranté par une matrice de filtres métalliques, (iv)
de rayonnement bêtatron partiellement écranté par les parois du tube capillaire, (v) tache
focale de l’impulsion laser amplifiée.
3.3 Diagnostics des impulsions laser
Avant d’analyser les résultats expérimentaux présentés dans les Chap. 4 et 5, il a fallu tout
d’abord caractériser l’impulsion laser à la base de l’interaction laser-plasma. Pour cela, on a
1. La déflection est représentée horizontalement sur la Fig. 3.5 par soucis de clarté.
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déterminé la durée, le profil transverse, l’énergie moyenne des impulsions laser, ce qui permet
d’évaluer la puissance et l’intensité laser qui sont les paramètres clés pour définir le régime
d’interaction (Chap. 1).
3.3.1 Durée d’impulsion et autocorrélateur optique
En optique, l’autocorrelation en intensité d’une impulsion laser est couramment utilisée pour
estimer la durée d’impulsions laser ultra-coutes. En effet, les méthodes optoélectroniques à
base de photo-diodes sont inadaptées puisque leur temps de réponse est ∼ 200 fs alors que les
impulsions laser utilisées ont une durée d’impulsion de l’ordre de la dizaine de femtosecondes.
Pendant les campagnes expérimentales réalisées au LLC, la durée d’impulsion à mi-hauteur
τL n’était pas mesurée tir à tir mais au début de chaque journée d’acquisition de données,
après optimisation des réseaux du compresseur, c’est-à-dire lorsque la durée d’impulsion est
la plus courte. L’autocorrélateur était placé, à l’air libre, sur une table optique adjacente
au compresseur. La détermination de τL requiert une hypothèse sur la forme temporelle de
l’impulsion. En supposant un profil suivant une loi sécante hyperbolique, on obtient par
autocorrélation que τL = (37± 3) fs pour la seconde campagne expérimentale, une valeur
en accord avec les mesures de la première campagne expérimentale utilisant la technique
SPIDER (Spectral Phase Interferometry for Direct Electric Field Reconstruction) : τL =
(40± 5) fs.
3.3.2 Tache focale
3.3.2.1 Profil transverse, taille au waist et enveloppe
Les profils temporel et transverse ainsi que la taille au waist (Annexe B) sont caractérisés une
fois par jour, en début d’acquisition de données. Avant focalisation, la distribution transverse
en énergie de l’impulsion est proche d’une fonction porte de rayon wi ≈ 2,6 cm. Afin de
caractériser la distribution transverse dans le plan focal du faisceau focalisé par le miroir
parabolique de longueur focale f = 78 cm, on place au centre de l’enceinte expérimentale
une caméra CCD 8 bits (Firefly) muni d’un microscope (Mitutoyo) monté sur un tube optique
(non-représentée sur la Fig. 3.5). L’observation de la tache focale n’est pas entravée par la
présence du tube capillaire et de son support car un moteur piloté par ordinateur permet de
les extraire de l’axe optique sans ouvrir l’enceinte expérimentale. Réciproquement, en phase
d’acquisition de données, la caméra est retirée de l’axe optique. La disposition de l’aimant
sur un rail manuel permet de le retirer ou de l’insérer en fonction des besoins. La calibration
spatiale du dispositif optique est de ΠL = 0,637 µm/pixel (resp. ΠL = 0,670 µm/pixel) pour
la première (resp. deuxième) campagne expérimentale.
On donne sur la Fig. 3.6(a) la distribution transverse en intensité laser IL de la tache focale,
de l’impulsion laser amplifiée sous vide, pour la seconde campagne expérimentale. Ce profil a
été obtenu en intégrant azimutalement l’image de la caméra, après avoir déterminé le centre
de la tache par méthode barycentrique, pour trois tirs différents. On observe que le profil
est très stable d’un tir à un autre, ce qui est un argument en faveur d’une caractérisation
quotidienne de la taille au waist. On estime que 83,8% de l’intensité laser (aire grisée sur
les courbes) est comprise dans un disque de rayon (17± 1) µm (resp. (15± 1) µm) pour
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Figure 3.6 : (a) Distribution transverse en intensité laser IL de la tache focale pour plu-
sieurs tirs, sous vide et à pleine amplification, lors de la seconde campagne expérimen-
tale. La courbe noire est la prédiction théorique (courbe rouge) d’un faisceau d’Airy avec
r0 = 15 µm. La zone grisée représente le disque comprenant 86,5% de l’énergie de l’impul-
sion laser. (b) Évolution de la taille de l’enveloppe w en fonction de la position d’observa-
tion z. La distribution des points expérimentaux (cercles bleus) est en bon accord avec la
prédiction théorique (courbe rouge) d’un faisceau gaussien de taille au waist w0 = 15 µm.
La zone grisée illustre la profondeur de champ.
la première (resp. seconde) campagne expérimentale. On constate que le r0, c’est-à-dire le
rayon du premier anneau sombre d’une tache d’Airy (Éq. 2.10), est égal à ∼ 15 µm ce qui
correspond parfaitement aux résultats expérimentaux, comme l’atteste la comparaison entre
le profil d’une tache d’Airy (courbe noire) et l’aire grisée de la Fig. 3.6(a). On en déduit que,
malgré l’absence d’anneaux lumineux caractéristiques d’une tache d’Airy, le faisceau laser a
une taille similaire à celle d’un faisceau d’Airy de r0 = 15 µm.
On représente à présent la taille w de l’enveloppe de l’impulsion, c’est-à-dire le rayon d’un
disque contenant 83,8% de l’intensité laser, en fonction de z la position longitudinale d’ob-
servation, par des cercles bleus sur la Fig. 3.6(b). On donne également l’enveloppe théorique
d’un faisceau gaussien de taille au waist w0 = 15 µm (Éq. B.3) avec la courbe rouge. Le bon
accord entre les points expérimentaux et la courbe théorique pour les faibles valeurs absolues
de z indique que l’approximation gaussienne est satisfaisante. On estime que la profondeur
de champ, illustrée par la zone grisée, est 2zR ≈ 1,8 mm.
3.3.2.2 Énergie et pointé laser tir à tir
Afin de quantifier les fluctuations d’intensité et puissance laser, il est nécessaire de mettre
en place un diagnostic tir à tir d’énergie laser sur cible EL. Cela requiert une méthode non-
destructive telle que la mesure d’un faisceau, dit « de fuite », transmis à travers un miroir
diélectrique. Le principe consiste à mesurer l’énergie transmise à chaque tir et à calibrer
l’énergie de fuite en fonction de l’énergie au foyer. En pratique, on compte un nombre de
coups CIR enregistrés par une caméra (CCD 8 bits, Pixelfly) observant la lumière transmise
à travers le miroir (Fig. 3.5(v)) et on calibre le nombre de coups avec l’énergie laser mesurée
dans le plan focal grâce à un calorimètre. Une telle calibration est donnée par la Fig. 3.7(a)
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où une relation de proportionnalité entre CIR et EL a été mise en évidence par la ligne rouge.
En utilisant les propriétés sur les faisceaux gaussiens (Annexe B), on peut désormais estimer
l’intensité pic sur cible IL,max à partir des données expérimentales :
IL,max
[
1018 W.cm−2
]
=
4
√
pi ln 2
pi2
EL
w20τL
≈ 598,1× EL [J]
τL [fs]w20 [µm2]
, (3.1)
On estime que IL,max = (3,7± 0,7)×1018 W.cm−2 (resp. IL,max = (4,2± 0,7)×1018 W.cm−2)
pour la première (resp. seconde) campagne expérimentale, cela équivaut à a0 ∼ 1,3 − 1,4
pour une impulsion polarisée linéairement.
Outre le diagnostic tir à tir d’énergie laser, la caméra peut également être utilisée afin
d’observer, dans le plan focal, les fluctuations de pointé laser4rL,foc par rapport au centroïde
des tirs laser. Pour cela, il suffit de calibrer le pointé focal 4rL,foc avec le pointé équivalent
hors-axe 4rL,e´q, mesuré grâce à la « caméra CCD laser » (Fig. 3.5), comme cela a été fait
pour la Fig. 3.7(b). On retrouve que l’écart-type de la distribution de pointé σL, établie
sur plus de cent tirs, est plus faible lorsque le système de stabilisation est actif : σL =
(2,8± 0,6) µm (resp. σL = (3,5± 0,6) µm) avec (resp. sans) le système de stabilisation. Bien
que la réduction de σL soit intéressante, le fait le plus important est une réduction drastique
des écarts maximaux lorsque le système de stabilisation active est en fonctionnement, passant
de ∼ 150 µm à ∼ 20 µm.
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Figure 3.7 : (a) Calibration du nombre de coups CIR enregistrés par le diagnostic tir à tir
de l’énergie EL contenue dans une impulsion laser. La ligne (resp. cercles) rouge représente
la régression linéaire (resp. données expérimentales) de la calibration. La zone grisée cor-
respond aux fluctuations expérimentales observées durant la calibration. (b) Calibration
du pointé hors-axe 4rL,e´q par le pointé sur-axe 4rL,foc dans le plan focal avec (croix
rouges) et sans (cercles bleus) système de stabilisation de pointé.
3.3.3 Motif de transmission et alignement du tube capillaire
Afin de diagnostiquer complètement le régime d’interaction, il est nécessaire de connaître la
qualité d’alignement du tube capillaire sur l’axe optique (Sec. 2.3.2). Pour cela, on regarde
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le motif de la lumière transmise par le tube capillaire avec la caméra utilisée pour la carac-
térisation quotidienne de la tache focale. Si le motif n’est pas symétrique avec un maximum
d’intensité au centre, il convient d’aligner le tube capillaire via un support motorisé (détaillé
en Réf. [159]) selon la procédure suivante :
1. Détermination du plan focal avec la caméra CCD.
2. Retrait longitudinal de la caméra, puis positionnement de l’entrée du tube capillaire
dans le plan focal.
3. Positionnement de la caméra dans un plan parallèle au plan focal mais situé en retrait
de ce plan à une distance égale à la longueur du tube capillaire.
4. Illumination de l’arrière du capillaire avec une lumière blanche après avoir préalable-
ment bloqué le faisceau laser. Mise au point de la caméra sur la face arrière du tube
en déplaçant longitudinalement le support motorisé. Recherche et centrage du trou
capillaire avec les moteur latéral et vertical du support.
5. Translation grossière jusqu’à maximiser l’intensité de la lumière transmise. Itérations
de translations/rotations jusqu’à obtenir un motif symétrique dont le maximum d’in-
tensité est centré sur la caméra. Le pivot des rotations est situé à l’entrée du tube
capillaire.
Après l’application de cette procédure pour un tube capillaire de rcap = 76 µm et Lcap =
20 mm, on obtient en Fig. 3.8(b) la transmission d’un faisceau dont la distribution transverse
en entrée de tube est donnée par la Fig. 3.8(a). La présence d’anneaux concentriques dans
la lumière transmise signifie que le tube capillaire est bien aligné et que le guidage est multi-
mode. En effet, rcap = 76 µm ≥ 1,55w0 = 26 µm pour w0 = 17 µm (Sec. 2.3.1.2). On estime
la transmission de lumière à ∼ 80%. L’usage des tubes en guidage mono-mode ne fut pas
recherché car le guidage de l’impulsion laser est assurée par l’auto-focalisation. De plus, les
tubes capillaires avec rcap ∼ 26 µm avait une faible espérance de vie résultant du dépôt
d’énergie laser, à chaque tir, sur la paroi. En revanche, des centaines de tirs sont largement
réalisables dans des tubes capillaires avec des rcap = 76 µm, ou encore rcap = 89 µm, et seront
utilisés pour les expériences des Chap. 4 et 5.
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Figure 3.8 : Distribution d’intensité laser à l’entrée (a) et à la sortie (b) d’un tube capillaire
de rcap = 76 µm et Lcap = 20 mm.
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3.4 Diagnostics des paquets d’électrons
Les résultats expérimentaux des Chap. 4 et 5 sur les paquets d’électrons ont été obtenus
via un spectromètre magnétique comprenant un aimant et un écran fluorescent (lanex) cou-
plé à un système optique collectant la lumière émise. Ce diagnostic permet de caractériser
l’énergie, la charge et la divergence des paquets d’électrons de manière compacte, selon une
méthodologie détaillée ci-après.
3.4.1 Énergie des paquets d’électrons
3.4.1.1 Principe d’un spectromètre à électrons
Le distribution en énergie des paquets d’électrons est déterminée grâce à sa dispersion par un
aimant permanent de champ magnétique pic BA = 0,8T . La trajectoire d’un électron dans
un champ magnétique est soumise à la force de Lorentz (Éq. 1.11). En l’absence de champ
électrique, l’électron se déplace selon un cercle de rayon r`, appelé le rayon de Larmor, dont
l’expression est donnée en Réf. [154] pour Ee  mec2 :
r` =
mec
eBA
√√√√(Ee +mec2
mec2
)2
− 1 ∼ Ee
ecBA
, (3.2)
avec Ee l’énergie de l’électrons. Puisque la trajectoire d’un électron dans l’aimant dépend de
son énergie, il suffit de mesurer la déflection de l’électron pour connaître Ee. Afin d’établir la
relation entre la déflection et Ee, on schématise sur la Fig. 3.9 la trajectoire d’un électron dans
un aimant de champ magnétique pic BA, de longueur LA = 120 mm, situé à une distance
DSA = 75 mm (resp. DAE = 130 mm) du tube capillaire (resp. écran fluorescent). Une
analyse géométrique de la déflection, de rayon r` et d’angle θ`, de l’électron dans l’aimant
permet de déterminer une relation entre Ee et la position d’impact y de l’électron sur l’écran
fluorescent :
Ee = eBALAc
(
LA
2 +DAE
)
1
y
. (3.3)
La position y de l’électron sur le lanex est observable optiquement car l’impact de l’électron
stimule une couche scintillatrice composant le lanex. Le rayonnement émis est collecté par
un dispositif optique dont on détaillera la composition en Sec. 3.4.3 lors de la calibration
en charge. On précise néanmoins que la calibration spatiale de la caméra CCD imageant le
lanex est Πe = 166,7 µm/pixel et que la position verticale du lanex était ajustable grâce à
une motorisation sous vide. Ainsi, il était possible d’observer la déflection des électrons à
basse énergie (énergie de coupure Ee,min = 40 MeV) ou le pointé des électrons en l’absence
d’aimant. Une image typique d’un paquet d’électrons défléchi (resp. non-défléchi) est donnée
par la Fig. 3.5(ii) (resp. Fig. 3.5(i)). Bien que la distribution du champ magnétique ne soit
pas uniforme (Fig. 3.10(a)), on donne sur la Fig. 3.10(b) la courbe de dispersion de l’aimant
pour un champ uniforme de 0,8 T sans champ de fuite.
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Figure 3.9 : Schéma et notations de la dispersion d’un paquet parfait d’électrons par un
aimant.
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Figure 3.10 : (a) Carte du champ magnétique mesuré dans l’aimant du spectromètre à
électrons, les dimensions de l’aimant sont indiquées par les tirets blancs. la flèche grise re-
présente le sens de déplacement des électrons. (b) Courbes de dispersion pour la campagne
expérimentale 1 (courbe bleue) et 2 (courbe rouge).
90
Diagnostics des paquets d’électrons Section 3.4
3.4.1.2 Incertitudes sur la détermination en énergie des paquets d’électrons
L’incertitude sur la détermination en énergie des paquets d’électrons se décompose en deux
types d’erreurs :
1. Erreur systématique :
a) La lanex et ses protections absorbent une partie de l’énergie du paquet d’électrons
avant qu’ils n’atteignent la partie scintillatrice. La quantité d’énergie absorbée dé-
pend de la composition et de l’épaisseur des matériaux. La couche scintillatrice
est composée de ∼ 100 µm de Gd2O2S : Tb et déposée sur un support en PET my-
lar (∼ 178 µm de polytéréphtalate d’éthylène). L’ensemble du lanex est recouvert
d’une fine couche protectrice (∼ 10 µm) d’acétate de cellulose (Réf. [187]). Une
feuille d’aluminium d’épaisseur 100 µm est placée sur le lanex pour le préserver
du faisceau laser résiduel.
b) Une mauvaise détermination des paramètres géométriques (LA, BA, etc.) est éga-
lement une source d’erreurs systématiques.
2. Erreur aléatoire :
Les fluctuations de pointé, en position et angle d’incidence, des électrons entrant dans
l’aimant sont une source d’erreurs aléatoires qu’il convient de quantifier.
Perte d’énergie dans les couches protectrices La perte moyenne d’énergie, par unité de
longueur, pour des électrons chargés relativistes traversant de la matière est (Réf. [188]) :
− dEe
dz
= 4pi
mec2
ne
β2e
(
e2
4piε0
)2 [
ln
(
2mec2β2e
Iexc (1− β2e )
)
− β2e
]
(3.4)
avec Iexc le potentiel moyen d’excitation du matériau et ne la densité électronique estimée
par :
ne =
NAZ%
M
≈ NAZ%
A
, (3.5)
où Z est le numéro atomique, A le nombre de masse, M la masse molaire et % la masse
volumique de l’élément traversé. Un utilitaire en ligne, appelée EStar et mis en place par
le NIST (National Institute of Standards and Technology) 2, calcule le dEe/dz en prenant en
compte des effets fins tels que l’effet du spin et du freinage radiatif, contrairement à l’Éq.
3.4. Les données pour les matériaux composants le lanex sont données dans la Tab. 3.1 pour
des électrons de 50 MeV.
On constate que la perte d’énergie cumulée dans la feuille de protection laser, le mylar
et une couche d’acétate sont de l’ordre de ∼ 200 keV, ce qui est négligeable devant les
énergies mesurées (≥ 10 MeV). Par ailleurs, cet ordre de grandeur indique que la perte
d’énergie des électrons dans un milieu moins dense tel que le gaz est également négligeable.
Les électrons perdent de leur énergie lors de la traversée d’un matériau via deux phénomènes
distincts : l’ionisation et le bremsstrahlung. Puisque ces deux phénomènes sont aléatoires, la
perte en énergie s’accompagne d’une augmentation de la dispersion du paquet d’électrons.
Il existe une distribution de la perte en énergie dont la forme et la largeur dépendent du
mécanisme considéré (Réf. [189]). Bien que ce phénomène n’entrave pas la mesure d’énergie
2. http://physics.nist.gov/PhysRefData/Star/Text/ESTAR.html
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Matériau % (g/cm3) E (cm) dEe/dz (MeV/cm) ∆Ee (MeV)
Aluminium 2,6989 0,0100 9,5811 0,0958
Acétate de cellulose 1 1,4200 0,0010 4,0722 0,0041
Poly(éthylène térephtalate) 1,4000 0,0178 4,1635 0,0741
Gd2O2S : Tb +substrat d’uréthane 4,2500 0,0084 8,3333 0,0700
Acétate de cellulose 2 1,4200 0,0005 4,0722 0,0041
Table 3.1: Perte d’énergie 4Ee dans le lanex et ses protections de densité massique % et
d’épaisseur E pour des électrons de Ee = 50 MeV.
pour l’expérience envisagée ici, il est important de le quantifier si on souhaite utiliser un tel
diagnostic pour déterminer l’énergie entre deux étages laser-plasma.
Déflection non-idéale On a précédemment supposé une déflection idéale pour déterminer
la courbe de dispersion de l’aimant. En pratique, il existe des incertitudes sur la géométrie
du dispositif et le pointé des paquets d’électrons fluctue tir à tir.
En dérivant l’Éq. 3.3, on peut exprimer l’erreur relative 4ge´oEe/Ee due aux incertitudes sur
la géométrie comme étant :
4ge´oEe
Ee =
4BA
BA
+
(
LA +DAE
LA/2 +DAE
)4LA
LA
+ DAE
LA/2 +DAE
4DAE
DAE
, (3.6)
avec 4BA (resp. 4LA) l’erreur sur l’intensité du champ magnétique (resp. la longeur) de
l’aimant, 4DAE l’erreur sur la distance de dérive. On a supposé ici qu’il n’y avait pas
d’erreur sur y, or le détecteur est composé de pixel de dimension finie. Par conséquent, il
existe également une erreur4pxEe/Ee provenant de la résolution du système optique (4pxy =
166,7 µm/pixel) :
4pxEe
Ee =
4pxy
y
. (3.7)
En réalité, l’Éq. 3.3 a été obtenue en supposant que l’angle d’incidence par rapport à l’aimant
est nul, ce qui n’est pas le cas expérimentalement car les paquets d’électrons générés fluctuent
en pointé et en divergence. Puisqu’il n’est pas possible de différencier une fluctuation en
position ou en angle d’incidence, on considère à présent les deux cas.
Dans le cas d’une fluctuation de position σe,y, on a :
4posEe
Ee =
σe,y
y
(3.8)
Afin d’estimer l’importance de l’erreur sur l’énergie pour le second cas, on représente sur la
Fig. 3.11 la trajectoire d’un électron entrant dans l’aimant avec un angle θe. On constate que
le système est équivalent à un aimant plus court (LA → L∗A) et une position d’entrée plus
haute (0→ y∗A), comparée au cas d’un électron entrant dans l’aimant avec un angle nul.
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Figure 3.11 : Schéma et notations de la dispersion d’un électron entrant l’aimant avec un
angle θe positif.
Dans le cas où l’électron se dirige vers le bas, on a un aimant équivalent plus long et une
position d’entrée plus basse (cas non représenté). L’expression de l’erreur 4angEe/Ee due à
l’angle d’incidence est géométriquement :
4angEe
Ee =
r` (1− cos θe)
y
±
(
LA +DAE
LA/2 +DAE
)
r`
LA
sin θe ± LA tan θe
y
. (3.9)
Le signe + (resp. −) renvoit à un électron entrant dans l’aimant avec un vecteur vitesse
orienté vers le haut (resp. bas). On remarque que cette source d’erreur en énergie peut être
réduite en utilisant des tubes capillaires de faible rayon, permettant de filtrer les électrons
émis avec un grand θe. En pratique, l’angle maximal d’émission d’un électron est donné
par 2rcap/Lcap. On trace sur la Fig. 3.12(a) les différentes incertitudes présentes lors de
la caractérisation en énergie des électrons pour 4LA = 1 mm, 4DAE = 1 mm, 4BA =
8 × 10−3 T, 4pxy = 166,7 µm, σe,y = 0,3 mm et θe = 10 mrad. On remarque que l’angle
d’incidence est la principale source d’erreur à haute énergie (Ee ≥ 150 MeV). Finalement, on
représente la dépendence de 4angEe en angle d’incidence θe sur la Fig. 3.12(b). Sachant que
la valeur maximale de θe est ∼ 25 mrad au plus (rcap = 127 µm et Lcap = 10 mm), on estime
que l’erreur maximale sur Ee pour les hautes énergies est ∼ 20 MeV.
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Figure 3.12 : Incertitudes sur la détermination de l’énergie d’un électron. (a) Proportions
des différentes sources d’incertitudes. La courbe rouge à tirets représente l’incertitude
totale. (b) Dépendence de 4angEe en angle d’incidence θe.
3.4.2 Divergence à mi-hauteur des paquets d’électrons
On définit Θe la divergence d’un paquet d’électron comme étant la largeur à mi-hauteur du
profil transverse divisée par la distance entre la source d’électrons et la position d’observation.
On distingue deux méthodes de détermination de la divergence. En présence d’un paquet
non-dispersé, comme sur la Fig. 3.13(a), la divergence est calculée à partir de la distribution
radiale des électrons dans le paquet. Dans le cas où le paquet d’électrons a été dispersé par
l’aimant, comme sur la Fig. 3.13(b), on utilise la formule suivante pour estimer Θe :
Θe =

Ee
dQe
dEe ϑe (Ee) dEe
Ee
dQe
dEe dEe
, (3.10)
avec ϑe (Ee) la divergence pour les électrons d’énergie Ee et dQe/dEe le spectre en énergie des
électrons. Finalement, à partir d’une série d’images de paquets non dispersés, on calculera
le pointé des paquets d’électrons de la manière suivante :
σe =
1
NtirDSE
∑
i
√
(〈xc〉 − xc,i)2 + (〈yc〉 − yc,i)2 , (3.11)
avec Ntir le nombre de tirs, DSE la distance entre la face avant du tube capillaire et l’écran
fluorescent, (xc,i,yc,i) les coordonnées du centroïde du paquet d’électrons produit lors du ie`me
tir et (〈xc〉 , 〈yc〉)) les coordonnées moyennes correspondantes.
À l’instar de la détermination en énergie, la présence d’une feuille d’aluminium et des pro-
tections du lanex peut perturber l’estimation de la divergence. En effet, sous l’action de la
diffusion coulombienne, la divergence d’un paquet d’électrons augmente après avoir traversé
un matériau. Selon la théorie de Molière décrivant la diffusion coulombienne multiple, la dis-
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Figure 3.13 : Distribution spatiale des paquets d’électrons (a) sans et (b) avec aimant sur
leur chemin. Les courbes noires représentent les projections du signal sur les axes du
référentiel du laboratoire. Le centre, dans le cas d’un paquet non dispersé, est indiqué par
l’intersection des lignes à tirets blancs.
tribution angulaire fe (θe) des électrons dans un paquet, non-divergent et ponctuel, tranver-
sant un matériau multi-couches est modélisée par une fonction gaussienne dont l’écart-type
s’exprime ainsi (Réf. [190–194]) :
δΘe = 26,6× 1
β2eγe
√√√√∑
i
Ei
X0,i
[
1 + 0,038 ln
(∑
i
Ei
X0,i
)]
, (3.12)
avec Ei l’épaisseur et X0,i la longueur de radiation de la ie`me couche, une caractéristique
d’un matériau relative à la perte d’énergie par interaction électromagnétique. La longueur
de radiation est donnée par la Réf. [193] :
X0,i [cm] = 716,4× Ai
Zi(Zi + 1) ln
(
287/
√
Zi
) , (3.13)
Pour les matériaux composites, X0,i peut être estimé par X0,i =
(∑
j wjX
−1
0,j
)−1
avec wj
la fraction massique du je`me élément composant la ie`me couche. L’écart entre les valeurs
prédites par ce modèle et les résultats expérimentaux n’excède pas 11% lorsque l’épaisseur
Ei du matériau traversé satisfait la condition suivante : 10−3 ≤ E/X0,i ≤ 100 (Réf. [194]).
Pour E/X0,i  10−3, la théorie des diffusions coulombiennes multiples n’est plus valide et
une description des diffusions coulombiennes uniques a été proposée par les Réf. [195, 196].
L’approximation de la distribution angulaire des électrons par une fonction gaussienne n’est
valable que pour de faibles angles de diffusion, typiquemment inférieurs à quelques δΘe (Réf.
[194]). Pour des grands angles de diffusion, la théorie de diffusion de Rutherford (fe (θe) ∝
sin4 θe) doit être préférée à celle Molière pour décrire la queue de distribution angulaire des
électrons diffusés.
L’épaisseur et la longueur de radiation pour les différentes couches du lanex sont données
par la Tab. 3.2 pour un paquet d’énergie Ee = 50 MeV. On estime que δΘe = 16,8 mrad lors
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du passage de ce paquet dans l’ensemble {aluminium+lanex}.
Matériau Ei (cm) X0,i (cm)
Aluminium 0,0100 9,0037
Acétate de cellulose 0,0015 30,2817
Poly(éthylène térephtalate) 0,0178 29,2857
Gd2O2S : Tb +substrat d’uréthane 0,0084 2,0235
Table 3.2: Longueurs de radiation X0,i des composants du lanex.
La divergence finale Θe,f du paquet, après avoir traversé un matériau, est obtenue par convo-
lution : Θe,f =
√
Θ2e,i + (2,355× δΘe)2, où Θe,i est la divergence initiale du paquet. Un paquet
d’électrons d’énergie Ee = 50 MeV avec une divergence initiale de Θe,i = 10 mrad traversant
l’ensemble {aluminium+lanex} aura une divergence finale Θe = 41 mrad. Bien que cette aug-
mentation de divergence ne soit pas visible dans le signal rayonné par le lanex, il convient
de noter que l’utilisation du paquet après son passage dans le lanex devient impossible due
à l’augmentation drastique de la divergence. Dans le cadre de l’accélération multi-étages,
l’utilisation d’un lanex comme diagnostic entre deux étages n’est donc pas une solution envi-
sageable pour les énergies envisagées. On note toutefois que l’augmentation de la divergence
serait plus faible pour des électrons à des énergies plus élevées (Éq. 3.12).
3.4.3 Charge des paquets d’électrons
Dans les accélérateurs conventionnels, la charge des paquets d’électrons accélérés est mesu-
rée à l’aide de coupes de Faraday ou d’ICTs (Integrating Current Transformer). Cependant,
l’utilisation de ces diagnostics pour caractériser la charge des paquets lors de l’accélération
plasma par sillage laser est délicate à mettre en œuvre. En effet, les rayonnements électroma-
gnétiques divers (impulsion laser, rayonnement bêtatron, bremsstrahlung) sont une source
de bruit non-négligeable pour les quantités de charges considérées. On notera toutefois qu’un
blindage électromagnétique des ICT peut permettre leur utilisation lors de la caractérisation
des paquets produits par accélération plasma par sillage laser (Réf. [197]).
Une solution alternative, à base de fluorescence d’une couche scintillatrice, est couramment
utilisée par la communauté laser-plasma pour déterminer la charge accélérée. L’énergie dé-
posée par les électrons dans le lanex (Éq. 3.4) est absorbée en partie par le scintillateur
qui réémet cette énergie sous forme de rayonnement visible centré sur 546 nm. L’efficacité
de conversion a été calibrée grâce à l’utilisation conjointe d’accélérateurs conventionnels et
d’accélérateurs plasma par sillage laser en présence d’ICT et de lanex (Réf. [197]). Naka-
mura et al. ont montré que, pour 106 MeV ≤ Ee ≤ 1522 MeV et une fluence d’électrons
Γe ≤ 160 pC/mm2, la quantité de photons produits est proportionnelle à la charge du pa-
quet. Une légère déviation de 1% de la réponse du lanex par tranche de 100 MeV a également
été identifiée. À partir de simulations Geant4 3 (Réf. [198, 199]), Glinec et al. montrent que
3. http://geant4.cern.ch/results/index.shtml
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la limite de linéarité peut être réduite à Ee ≥ 3 MeV si on ne considère que la couche scin-
tillatrice (Réf. [187]). En prenant en compte toutes ces remarques, on considère que, pour les
énergies détectées (Ee & 40 MeV), la réponse du lanex est linéaire en fonction de la charge
et indépendante de l’énergie des électrons. La valeur absolue du coefficient de conversion
Λph en photon/sr/pC, pour des charges de Qe = 10−12 − 10−7 C à Ee = 40 MeV impactant
perpendiculairement le lanex, est donnée par la Réf. [200] pour divers écrans fluorescents.
Dans les expériences présentées aux Chap. 4 et 5, on utilise un Kodak Lanex Regular dont
le coefficient de conversion est Λph = (6,95 ± 0,6) × 109 photon/sr/pC pour des fluences
Γe ≤ (66± 33) pC/mm2. Expérimentalement, on a mesuré des paquets deQe,tot ∼ 200 pC, de
divergence Θe ∼ 10 mrad lorsque l’aimant était retiré. On estime donc que Γe ∼ 24 pC/mm2,
ce qui est à la limite de la saturation du lanex. L’intensité de la fluorescence décroît expo-
nentiellement avec le temps d’observation tobs selon une constante de temps τph ∼ 660 µs
(Réf. [201]).
La lumière émise sort de l’enceinte expérimentale par une fenêtre de qualité optique, puis
est collectée par un miroir. La lumière réfléchie est imagée par une caméra CCD 16 bits
(Princeton PhotonMax E2V-CCD-201), d’efficacité quantique qeff et munie d’un objectif
photographique (AF Nikkor 50 mm). La transmission (resp. angle de collection) du dispositif
optique pour la longueur d’onde d’émisson du lanex est Topt (resp. Ωopt = 2 msr) telle que
λ
Topt (λ) qeff (λ) dλ = 0,092 coup/photon. On en déduit que la calibration en charge Λe est :
Λe =
1
ΩoptToptqeffΛph , (3.14)
On estime pour les expériences réalisées au cours de cette thèse que Λe = 7,82 pC/coup soit
∼ 4,89 e´lectron/coup. La distribution en énergie, exprimée en pC/MeV, devient directement :
dQe
dEe =
ΛeCe (Ee)
4pxEe , (3.15)
avec Ce (Ee) le nombre de coups détectés par la caméra pour une gamme d’énergie d’électrons
Ee de largeur 4pxEe (Éq. 3.7). La charge des paquets est estimée à partir du signal détecté
dans une région d’intérêt selon une méthode dépendant de la position de l’aimant. Lorsque
l’aimant est retiré, on a Qe,tot = ΛeCe,tot avec Ce,tot le nombre de coups total, alors que dans
le cas d’un paquet dispersé, on a :
Qe,tot =
 +∞
Ee,min
dQe
dEe dEe . (3.16)
3.5 Diagnostics du rayonnement bêtatron
Comme abordé en Sec. 1.4 et 2.5, la caractérisation du rayonnement bêtatron permet d’étu-
dier le mécanisme d’accélération plasma par sillage laser. Des résultats utilisant cette pro-
priété seront donnés dans le Chap. 5, où sera déterminé l’énergie critique du spectre et la
fluence du rayonnement bêtatron selon une méthodologie décrite ci-après.
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3.5.1 Caméra, méthode de Ross et énergie critique du rayonnement
bétâtron
Le rayonnement bêtatron a été observé grâce à l’utilisation d’une caméra CCD (Princeton,
SXTE/CCD-512TKB1) située à une distance DX = 1220 mm de la face avant du tube
capillaire. Le matériau détectant les photons est un semi-conducteur de silicium d’épaisseur
15 µm composé de 512 × 512 pixels soit 24,8 × 24,8 µm2 (ΠX = 24,8 µm/pixel). Le facteur
de conversion photo-électrique est GX = 20,2 eV/coups (Réf. [202]). Afin de minimiser le
bruit électronique, le détecteur est placé dans un vide de ∼ 10−5 mbar et est refroidi par
une circulation continue d’eau. Une feuille de béryllium, située à ∼ 10 mm du détecteur
et de 150 µm d’épaisseur, permet de préserver le vide au sein de la caméra et de laisser
passer le rayonnement bêtatron. Pour ces mêmes raisons, une feuille identique est placée
sur la fenêtre qui permet au rayonnement bêtatron de sortir de l’enceinte expérimentale. Le
rayonnement bêtatron traverse de l’air à la pression atmosphérique sur la distance séparant
les deux fenêtres, soit environ 5 mm.
L’efficacité quantique Qeff de la caméra en fonction de l’énergie EX du photon incident
est donnée sur la Fig. 3.14(a) (courbe rouge). On représente également la transmission TBe
des fenêtres de béryllium et Tair du tronçon d’air que parcourt le rayonnement bêtatron.
On constate que les photons d’énergie EX . 2 keV sont absorbés par les feuilles de béryl-
lium. Outre leur rôle de fenêtres, elles permettent donc également de filtrer le rayonnement
détecté émanant de l’enceinte expérimentale, qui ne contient pas exclusivement le rayonne-
ment bêtatron. En effet, il existe diverses sources de rayonnement X, tels que le rayonnement
synchrotron des électrons défléchis par l’aimant ou encore le bremsstrahlung des électrons
stoppés dans l’enceinte, qu’il est nécessaire d’atténuer pour étudier le rayonnement bêtatron.
Par ailleurs, on note que la réponse de la caméra dépend fortement de l’énergie du photon
incident. Par conséquent, il est nécessaire de connaître le spectre du rayonnement si on sou-
haite établir une calibration entre le nombre de coups détectés et le nombre de photons NX
composant le rayonnement bêtratron.
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Figure 3.14 : (a) Efficacité quantique Qeff de la caméra CCD 16 bits (courbe rouge), trans-
mission dans 300 µm de béryllium (courbe bleue à trait plein) et dans 5 mm d’air à 1 bar.
(b) Transmission T X,m des filtres métalliques utilisés pour la méthode Ross.
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Au vu de la discussion de la Sec. 1.4.2.2 et des travaux de Fourmaux et al. (Réf. [203]), on
suppose un spectre synchrotron pour le rayonnement bêtatron, paramétré par deux variables,
l’énergie critique Ec et le nombre total NX,tot de photons émis, tel que :
dNX
dEX =
NX,tot
Ec
Ψ2Y22/3 (Ψ)
Ψ
Ψ2Y22/3 (Ψ) dΨ
, (3.17)
avec Ψ = EX/Ec et dNX/dEX le nombre de photons émis par tranche d’énergie sur l’axe
optique (θ = 0). L’énergie critique est déterminée expérimentalement via la méthode des
filtres de Ross (Réf. [204–206]). Elle consiste à trouver la valeur de Ec minimisant le carré de
l’écart, noté χ2, entre la transmission théorique et la transmission mesurée d’un rayonnement
X se propageant à travers une matrice de filtres métalliques :
χ2 =
∑
m
[Tm,the´o (Ec)− Tm,exp]2 , (3.18)
avec Tm,exp (resp. Tm,the´o) la transmission expérimentale (resp. théorique) du rayonnement
bêtatron se propageant de la source au détecteur et traversant le mie`me filtre de la matrice.
Théoriquement, on a :
Tm,the´o (Ec) =
CX,m
CX
=

EX
dNX
dEX
EX
GX
TBeTairTX,mQeffdEX

EX
dNX
dEX
EX
GX
TBeTairQeffdEX
, (3.19)
avec CX,m le nombre de coups détectés, par pixel, correspondant au rayonnement bêtatron
se propageant de la source au détecteur et traversant le mie`me filtre de la matrice, CX le
nombre de coups détectés, par pixel, du rayonnement bêtatron se propageant de la source
au détecteur sans traverser de filtres de la matrice, et TX,m la transmission intrinsèque au
mie`me filtre (Fig. 3.14(b)). On montre une image typique du rayonnement bêtatron écranté
par la matrice de filtres sur la Fig. 3.15(a). Les bandes noires verticales correspondent au
support tenant les filtres. Le rectangle noir (resp. de couleur) indique la région d’intérêt
utilisée pour calculer expérimentalement CX (resp. CX,m). Ces régions d’intérêt sont donc
utilisées pour estimer Tm,exp = CX,m/CX . Le cadre blanc à tirets sur fond noir correspond à
la zone du filtre de cuivre utilisé comme référence pour l’analyse du bruit. En effet, puisque
TX,Cu ≈ 0 pour EX ≤ 20 keV, le signal détecté dans le cadre blanc est attribué à un type de
rayonnement différent du rayonnement bêtatron et doit être retiré, c’est-à-dire soustrait de
l’ensemble de l’image, pour une analyse plus précise. À l’exception du cuivre, la couleur des
rectangles renvoit aux métaux dont les TX,m sont données sur la Fig. 3.14(b). On précise que
cette méthode est pertinente car on observe un rayonnement bêtatron homogène à l’échelle
du détecteur (cf. cône d’émission bêtatron en Sec. 1.4.2.3). Le résultat de la méthode de
Ross, appliquée à l’image de la Fig. 3.15(a), est donné sur la Fig. 3.15(b). Le χ2 est tracé
pour chaque filtre métallique ainsi que le χ2 total (courbe rouge). On constate que χ2 est
minimal pour une énergie critique Ec = (5,79± 0,01) keV.
99
Chapitre 3 Techniques expérimentales et méthodes d’analyse
S
X
(u
.
a
rb
.)
0
0,2
0,4
0,6
0,8
1,0
Ec (keV)
χ
2
(k
eV
2
)
0 5 10 15 20 25 30
10−8
10−6
10−4
10−2
100
(b)(a)
Figure 3.15 : (a) Image typique du rayonnement bêtatron lorsque les filtres sont insérés
entre la source et la caméra CCD. À l’exception du cuivre, la couleur des rectangles
renvoit aux métaux de la Fig. 3.14(b). Le rectangle noir indique la région d’intérêt utilisée
pour calculer expérimentalement CX . (b) χ2 en fonction de l’énergie critique Ec, calculé
lors de l’utilisation de la méthode des filtres de Ross.
3.5.2 Nombre de photons, fluence et brillance du rayonnement
bêtatron
L’avantage de la méthode des filtres de Ross réside dans le fait que Ec peut être déterminée
sans connaitre l’autre paramètre du spectre du rayonnement bêtatron : le nombre de photons
émis NX,tot. Puisque le spectre est désormais connu, on peut établir un facteur de calibration
ΛX (en photon/coup) entre le nombre de coups détectés et NX,tot :
ΛX (Ec) =
NX,tot
CX
=
NX,tot
EX
dNX
dEX
EX
GX
TBeTairQeffdEX
=
1
Ec

Ψ
Ψ2Y22/3 (Ψ)dΨ
Ψ
Ψ2Y22/3 (Ψ)
Ψ
GX
TBeTairQeffdΨ
.
(3.20)
Comme entrevu précédemment, cette calibration dépend bien de l’énergie critique du spectre
synchrotron. Le nombre total de photons sur l’axe peut donc être mesuré expérimentalement :
NX,tot = CXΛX (Ec). En pratique, NX,tot est calculé pour une région d’intérêt de taille non-
nulle (voir rectangle noir sur la Fig. 3.15(a)). On estime la fluence ΓX comme étant NX,tot
divisé par la surface de la région d’intérêt. On extrapôle cette valeur pour estimer le nombre
total de photons NX ∼ ΓXΩX avec ΩX l’angle solide d’émission du rayonnement bêtatron
(Sec. 1.4.2). À partir de l’expression de la taille rβ de la source en fonction de l’énergie
critique Ec (Éq. 1.77) et en supposant connaître la durée de τX , on peut estimer la brillance
BX du rayonnement bêtatron (Éq. 1.87). Finalement, on notera que la qualité des estimations
expérimentales de ces paramètres repose sur une bonne détermination de Ec. Une incertitude
sur cette dernière se propagera de facto sur NX , ΓX et BX .
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3.6 Conclusion
Deux campagnes expérimentales d’accélération plasma par sillage laser ont été réalisées au
LLC (Lund Laser Centre) où une chaîne laser Titane:Saphir, cadencée à 10 Hz, multi-térawatt
a été utilisée. Les expériences ont bénéficié de faisceaux laser particulièrement stables grâce
à un système actif de stabilisation de pointé laser, composé d’un inhibiteur de tir et d’un
verrouillage de pointé. Le principal avantage de ce système réside dans sa capacité à réduire
drastiquement la valeur des fluctuations maximales de pointé, préservant ainsi les tubes
capillaires d’impulsions laser désalignées heurtant leur face avant. De plus, le front d’onde
des faisceaux laser a été corrigé pour obtenir des impulsions laser aux propriétés résumées
par le tableau suivant :
Campagne 1 2
EL (J) 0,715 0,585
τL (fs) 40± 5 37± 3
w0 (µm) 17± 1 15± 1
σL (µm) 2,0 2,8
PL (TW) 18± 2 16± 1
IL,max
[
1018 W.cm−2
] 3,7± 0,7 4,2± 0,7
a0 1,3± 0,1 1,4± 0,1
Table 3.3: Résumé des propriétés des impulsions laser utilisées en expériences au LLC : EL
est l’énergie sur cible, τL la durée à mi-hauteur, w0 la taille au waist, σL l’écart-type des
fluctuations de pointé , PL la puissance crête, IL l’intensité crête et a0 le potentiel vecteur
normalisé.
Plusieurs élements, cibles et diagnostics, ont été alignés sous vide évitant ainsi les incertitudes
induites par le pompage de l’enceinte expérimentale : différente propagation de l’impulsion
laser, déformation de la structure, etc.
L’énergie et le pointé des impulsions laser ont été caractérisés à chaque tir grâce à l’obser-
vation d’une fuite laser dans un plan focal équivalent.
La fluorescence induite par l’impact des électrons sur un écran fluorescent a été imagée pour
caractériser la charge et la divergence des paquets d’électrons. L’insertion d’un aimant a
également permis de disperser le paquet d’électrons et donc de déterminer sa distribution
énergie. L’énergie de coupure était ∼ 40 MeV et la précision de la mesure en énergie était
principalement limitée par l’angle d’incidence des électrons dans l’aimant. De plus, il convient
de noter que ce diagnostic est destructif et ne peut pas être utilisé comme diagnostic entre
deux étages d’un accélérateur plasma multi-étages.
Le spectre du rayonnement bêtatron est supposé être de la forme d’un spectre synchrotron.
L’énergie critique le caractérisant est déterminée grâce à la méthode des filtres de Ross et le
nombre total de photons émis est extrapôlé à partir, d’une part, de la fluence au centre de
la caméra, et d’autre part, du cône d’émission prédit théoriquement.
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Finalement, on précise que l’intégralité des données expérimentales a été analysée, selon
des méthodes numériques présentées dans ce chapitre, grâce au logiciel GUIBBA (Graphical
User Interface for Beam and Bunch Analysis), une interface graphique écrite en Matlab et
développée par l’auteur en collaboration avec Thomas Audet.
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Chapitre 4
Stabilité et reproductibilité des paquets
d’électrons
Ce chapitre discute des travaux expérimentaux, réalisés essentiellement durant la campagne
expérimentale 1, sur la stabilité et la reproductibilité des paquets d’électrons dans des tubes
capillaires. L’impact de la longueur du milieu gazeux et de la nature de l’écoulement sur les
propriétés des électrons auto-injectés a été statistiquement analysé et publié en Réf. [22]. On
mettra également en évidence l’existence de deux types de variations : les fluctuations (à court
terme, tir à tir) et les dérives (à long terme). L’importance du pointé laser sur la stabilité et
la reproductibilité des propriétés des électrons, ainsi que la durée vie des tubes capillaires,
sera examinée (Réf. [207]). Finalement, on analysera les conséquences d’un changement de
forme du profil de densité, notamment dans le gradient avant, sur les propriétés des électrons.
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4.1 Introduction : stabilité des paquets d’électrons et
régimes d’accélération
Les applications envisagées pour les accélérateurs plasma par sillage laser ont besoin de
paquets d’électrons aux propriétés stables et reproductibles. Par conséquent, de nombreux
efforts ont été développés pour améliorer la stabilité en charge, énergie et divergence des
paquets d’électrons. De récents travaux au sein de l’équipe ITFIP ont mis en évidence deux
régimes d’auto-injection d’électrons dans des tubes capillaires de rayon rcap = 89 µm et de
longueur Lcap = 10 mm (Réf. [159]) :
1. Accélération au voisinage du seuil en densité électronique d’auto-injection, où des pa-
quets quasi-monoénergétiques (4Ee/Ee ∼ 5%) à Ee ∼ 200 MeV de charge Qe ∼ 1 pC
ont été produits pour des densités électroniques ne0 ∼ 5× 1018 cm−3.
2. Accélération à haute densité (ne0 ∼ 10 × 1018 cm−3), où des quantités de charges
élévées (Qe ∼ 100 pC) à distribution exponentielle en énergie sont accélérées jusqu’à
Ee,max ∼ 100 MeV.
Puisque le premier cas est obtenu pour un régime de fonctionnement proche du seuil d’auto-
injection, une faible variation des paramètres laser-plasma peut conduire à un changement
significatif des propriétés des paquets accélérés. Or, les techniques expérimentales ne per-
mettent pas actuellement d’assurer une stabilité suffisante des paramètres laser-plasma pour
examiner ce régime de manière statistique. Par conséquent, on choisit d’étudier le mécanisme
d’auto-injection à « haute densité » afin de quantifier la stabilité du paquet d’électrons auto-
injectés. Bien que cela ait été partiellement traité dans la thèse de Ju (Réf. [159]), on envisage
ici de compléter cette étude puis d’identifier les sources de fluctuations des propriétés des pa-
quets d’électrons auto-injectés. Finalement, on proposera des contraintes sur les paramètres
laser-plasma afin d’assurer une certaine stabilité aux paquets d’électrons auto-injectés.
4.2 Fluctuations et dérives des propriétés des paquets
d’électrons
4.2.1 Fluctuations des propriétés des paquets d’électrons
La stabilité et la reproductibité des propriétés d’électrons auto-injectés ont été étudiées dans
des tubes capillaires de rayon rcap = 86 µm, de longueur Lcap comprise entre 8 mm et 20 mm,
ainsi que dans un jet de gaz sortant d’une buse de diamètre 3 mm. Les expériences ont
été réalisées avec du H2 pur à une densité électronique ne0 = (10± 1,5) × 1018 cm−3 (resp.
ne0 = (7± 2)× 1018 cm−3) sur le plateau de gaz des tubes capillaires (resp. jet de gaz). Les
tubes capillaires de longueur 8 mm (resp. 10 et 20 mm) ont un profil de gaz comprenant un
gradient positif de 2 mm (resp. 2,5 mm), un plateau de 4 mm (resp. 5 et 15 mm) puis un
gradient négatif de 2 mm (resp. 2,5 mm). L’écoulement de gaz dans les tubes capillaires est
laminaire sur le plateau puis turbulent et sonique dans les gradients. Le jet de gaz diffère
des tubes capillaires par la longueur des gradients (∼ 500 µm) et son écoulement qui est
intégralement turbulent et sonique. Les différentes distributions de gaz des cibles permettent
donc d’étudier l’influence de (i) la longueur du milieu et (ii) la nature de l’écoulement sur la
stabilité des propriétés des paquets d’électrons auto-injectés. Les propriétés des impulsions
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laser utilisées sont résumées dans la Tab. 3.3. On précise que ces résultats ont été obtenus
lors de la campagne 1 et que l’impulsion laser a été focalisée, dans le cas des tubes capillaires,
1 mm après l’entrée du tube capillaire, soit dans le gradient montant.
On donne sur la Fig. 4.1(a) (resp. (b)) des images typiques de la lumière émise par l’écran
fluorescent lors d’une série de trente tirs consécutifs, sans (resp. avec) aimant, pour un tube
capillaire de longueur Lcap = 10 mm. Le centroïde de chaque paquet est illustré sur la Fig.
4.1(a) par un point noir. On constate que la distribution angulaire est, en moyenne, quasiment
uniforme, comme l’atteste la symétrie azimutale de l’image. On précise également que la
forme tir à tir (Fig. 3.13(a)) varie peu et est symétrique. La brisure de symétrie observée
dans la partie supérieure droite de l’image n’est qu’un artéfact résultant du traitement du
bruit lors de l’analyse des images. La symétrie et la stabilité de pointé des paquets produits
sont favorables à leur utilisation pour des applications car on peut clairement définir une
zone restreinte vers laquelle un paquet d’électrons est envoyé à chaque tir. Constatant que
la fluctuation de pointé tir à tir est qualitativement faible devant la divergence des paquets
non dispersés, on peut affirmer qu’une réduction de la zone requiert, tout d’abord, une
réduction de la divergence des paquets. Dans le cadre de l’accélération laser-plasma multi-
étages, l’envoi de ces paquets dans un second tube capillaire, en régime linéaire purement
accélérateur, nécessite l’utilisation d’une ligne de transport entre les deux étages. En effet,
en supposant une distance entre les tubes capillaires de ∼ 100 mm, on estime que le paquet
à l’entrée du second tube a une taille transverse de ∼ 2 mm, ce qui est plus grand que le
rayon interne des tubes capillaires utilisés.
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Figure 4.1 : (a) Image cumulée de paquets d’électrons, en l’absence d’aimant, pour 30 tirs
consécutifs dans un tube capillaire de rayon rcap = 89 µm et longueur Lcap = 10 mm conte-
nant du pur H2 de densité électronique ne0 = (10± 1,5)× 1018 cm−3. Le centre de chaque
paquet est indiqué par un point noir. (b) Concaténation de 30 spectres non déconvolués. La
ligne noire gauche (resp. droite) indique l’énergie de coupure du spectromètre à électrons
(resp. une estimation de l’énergie maximale des électrons du paquet).
Une concaténation de trente images de spectres est présentée sur la Fig. 4.1(b). La déflection
est horizontale et l’énergie de coupure, c’est-à-dire l’énergie minimale Ee,min détectable par
le spectromètre, est ∼ 40 MeV. Bien que les images ne soient pas déconvoluées, on peut
d’ores et déjà observer une certaine reproductibilité en énergie, notamment avec une énergie
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maximale Ee,max ∼ 130 MeV. On analysera de manière plus détaillée la distribution en énergie
en Sec. 4.2.2.
Des images, similaires à celles données par la Fig. 4.1, ont été utilisées pour étudier statisti-
quement les paquets produits avec les cibles présentées ci-dessus. Les résultats de l’analyse
de séries de trente tirs sont résumés dans la Tab. 4.1. On précise que l’intensité et la puis-
sance laser ont été supposées constantes car des fluctuations correspondantes de ∼ 4% ont
été mesurées, ce qui est inférieur aux incertitudes expérimentales (Tab. 3.3).
Cibles L↗ (mm) L↔ (mm) L↘ (mm) Qe,tot (pC) 〈Ee〉 (MeV) Θe (mrad) σe (mrad)
Jet de gaz 0,5 3 0,5 60± 60% 59± 20 % 12± 80 % 8,1
Tubes 2 4 2 77± 47% 65± 12 % 10± 19 % 1,5
capillaires 2,5 5 2,5 66± 11% 65± 9 % 9± 14 % 2,3
2,5 15 2,5 58± 18% 67± 6 % 6± 16 % 1,5
Table 4.1: Stabilité des propriétés des paquets d’électrons auto-injectés pour 30 tirs consé-
cutifs dans un jet de gaz et des tubes capillaires de rayon rcap = 89 µm. Le milieux
gazeux, composé d’un gradient positif de longueur L↗, d’un plateau de longueur L↔
et d’un gradient négatif de longueur L↘, est du pur H2 avec une densité électronique
ne0 = (10± 1,5) × 1018 cm−3 (resp. ne0 = (7± 2) × 1018 cm−3) pour les tubes capillaires
(resp. le jet de gaz).
L’interaction laser-plasma dans un tube capillaire de 8 mm produit une chargeQe,tot, avec une
énergie Ee ≥ Ee,min = 40 MeV, plus importante que dans le jet de gaz à intensité, puissance
et densités électroniques identiques. De plus, les électrons accélérés dans un tube capillaire
atteignent des énergies moyennes 〈Ee〉 plus élevées, ce qui indique une accélération différente
selon la cible utilisée. Ce phénomène est interprété comme étant le résultat d’une différence
de longueur d’accélération, définie comme étant la somme de la longueur nécessaire à l’auto-
focalisation pour focaliser suffisamment l’impulsion laser et déclencher l’auto-injection, et la
longueur de déphasage des électrons auto-injectés.
Les paquets d’électrons produits ont une énergie moyenne similaire, quel que soit le tube
capillaire utilisé. Ce résultat et l’argument précédent indiquent que la longueur d’accélération
est comprise entre 3,5 mm et 5,5 mm. Les tubes capillaires de 10 mm et 20 mm ont donc une
longueur de plasma supplémentaire ne présentant aucun intérêt direct pour l’accélération
des électrons. Cependant, comme l’illustre la réduction de charge avec la longueur du tube
capillaire, un tube capillaire plus long que la longueur d’accélération permet de filtrer une
partie du paquet d’électrons, en écrantant les électrons fortement divergents se perdant dans
les parois du tube.
De manière générale, les fluctuations en charge, énergie, divergence et pointé sont plus faibles
lorsque les tubes capillaires sont utilisés. Cette différence est interprétée comme résultant
d’une auto-focalisation moins stable dans le cas du jet de gaz. En effet, cette dernière dépend
fortement du profil de gaz qui différe selon qu’un tube capillaire ou un jet de gaz est utilisé.
Dans le cas d’un tube capillaire, un plateau de gaz, stationnaire, laminaire et essentiellement
subsonique, est maintenu pendant ∼ 40 ms où des fluctuations de densité électronique de
∼ 15 % sont observées. A contrario, l’écoulement sortant d’un jet de gaz est fortement
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turbulent et sonique ce qui n’est pas favorable à une auto-injection stable et reproductible
pour la puissance laser utilisée dans cette expérience.
La réduction de la divergence des paquets d’électrons recherchée précédemment peut être
atteinte en utilisant de longs tubes capillaires. Cependant, on remarque une augmentation des
fluctuations des propriétés des paquets d’électrons auto-injectés, ce qui n’est pas souhaitable.
De plus, il a été envisagé que, dans des plasmas longs (Lcap ≥ 30 mm), le paquet d’électrons
puisse rattraper l’impulsion laser conduisant in fine à une dégradation des propriétés des
paquets d’électrons. Un tube capillaire de 10 mm apparaît comme être un bon compromis
en longueur puisque que les paquets accélérés en son sein sont les plus stables. On utilise
donc ce type de capillaire pour étudier des effets fins, telles que les dérives des propriétés des
paquets d’électrons
4.2.2 Dérives des propriétés des paquets d’électrons
Les propriétés des paquets d’électrons ont été étudiées lors de cent tirs consécutifs dans un
tube capillaire de rayon rcap = 89 µm et longueur Lcap = 10 mm contenant du pur H2 de
densité électronique ne0 = (10± 1,5) × 1018 cm−3. La cadence de tirs était de deux tirs par
minute, si bien que cette série de tirs a été accomplie en environ une heure. On précise que la
cadence de tirs n’est pas limitée par celle de la chaîne laser (10 Hz) mais pas la capacité des
turbopompes à ramener la pression de l’enceinte expérimentale à 10−5 mbar après chaque
remplissage du tube capillaire. À partir d’images similaires à celles de la Fig. 4.1(b) et d’une
méthode détaillée en Sec. 3.4.1, on obtient les spectres déconvolués en énergie donnés sur la
Fig. 4.2(a). La courbe bleue représente le spectre moyen des spectres calculés, à chaque tir,
et illustré par les courbes grises.
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Figure 4.2 : (a) Spectre en énergie, (b) énergie moyenne 〈Ee〉 et énergie maximum Ee,max des
paquets d’électrons pour cent tirs consécutifs dans un tube capillaire de rayon rcap = 89 µm
et longueur Lcap = 10 mm contenant du pur H2 de densité électronique ne0 = (10± 1,5)×
1018 cm−3.
La forme exponentielle des spectres indiquent que l’auto-injection des électrons est continue.
Chaque spectre est caractérisé par son énergie moyenne 〈Ee〉 ainsi que son énergie maximale
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Ee,max définie, sur une gamme en énergie Ee ≥ Ee,min = 40 MeV, par :
dQe
dEe (Ee,max) = 0,1×max
(
dQe
dEe
)
, (4.1)
Les évolutions de 〈Ee〉 et Ee,max durant la série sont données sur la Fig. 4.2(b). La valeur
moyenne de 〈Ee〉 (resp. Ee,max ) est de 65 MeV (resp. 120 MeV ) et son écart-type de 9% (resp.
10%). Malgré une faible fluctuation relative tir à tir, on observe une dérive significative de
〈Ee〉 (resp. Ee,max ) passant de 60 MeV à 70 MeV (resp. 110 MeV à 125 MeV).
Afin d’obtenir des informations complémentaires sur cette dérive en énergie, on trace sur la
Fig. 4.3 les charges contenues dans les fenêtres en énergie suivantes : Ee ≥ Ee,min = 40 MeV
(courbe bleue), Ee,min ≤ Ee ≤ 45 MeV, 45 MeV ≤ Ee ≤ 55 MeV, 55 MeV ≤ Ee ≤ 100 MeV et
100 MeV ≤ Ee (courbes rouges). Les valeurs moyennes de la charge contenue dans ces fenêtres
et leur fluctuation sont résumées dans la Tab. 4.2. Ces fenêtres en énergie ont été choisies
car une ligne de transport centrée sur une énergie de 50 MeV est en cours de construction et
de caractérisation (Réf. [31]).
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Figure 4.3 : Stabilité de la charge de paquets d’électrons auto-injectés (tirs de la Fig. 4.2)
pour les fenêtres en énergie suivantes : (a) Ee ≥ 40 MeV (courbe bleue) et 40 MeV ≤ Ee ≤
45 MeV (courbe rouge), (b) 55 MeV ≤ Ee ≤ 100 MeV, (c) 100 MeV ≤ Ee ≤ 45 MeV, (d)
Ee ≥ 100 MeV. Les lignes noires sont des régressions linéaires destinées à surligner les
tendances.
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Ee (MeV) ≥ 40 40− 45 45− 55 55− 100 ≥ 100
Qe (pC) 66± 11 % 8± 25 % 12± 23 % 33± 12 % 13± 23 %
Table 4.2: Stabilité de la charge Qe pour différentes fenêtres en énergies Ee pour la série de
tirs donnée sur la Fig. 4.8.
Les graphes de la Fig. 4.3 mettent en évidence une réorganisation de la distribution en
énergie dans le paquet. Bien qu’une baisse globale ait été observée durant cette série, une
augmentation des charges accélérées à haute énergie est mesurée. Cette modification de la
répartition en énergie des charges dans le paquet est la raison pour laquelle les valeurs de
〈Ee〉 et Ee,max augmentent.
Un autre paramètre est également affecté par cette réorganisation de l’énergie dans le paquet
d’électrons : la divergence à mi-hauteur Θe. En effet, on constate une dérive de Θe au cours de
la série sur la Fig. 4.4(a), passant de 10,4 mrad à 7,2 mrad. Or, remarquant que la divergence
à mi-hauteur ϑ (Ee) fonction de l’énergie Ee décroît avec cette dernière (Fig. 4.4(b)), on
interprète la diminution de Θe comme étant une conséquence de la réduction du nombre de
charges à basse énergie dont la divergence est plus importance que celle des électrons à haute
énergie.
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Figure 4.4 : (a) Stabilité de la divergence mi-hauteur Θe de paquets d’électrons auto-
injectés (tirs de la Fig. 4.2) tels que Ee ≥ 40 MeV. (b) Divergence mi-hauteur ϑe en
fonction de l’énergie Ee des électrons au sein des paquets. La courbe (resp. zone) bleue
représente la moyenne (resp. écart-type) sur les 100 tirs.
La discussion jusqu’à présent a décrit la réorganisation de la distribution en énergie des
électrons dans le paquet et ses conséquences sur la divergence, l’énergie moyenne et maximale
de ce dernier. En revanche, elle n’explique pas l’origine physique d’un tel phénomène, ce qu’on
se propose d’aborder dans la prochaine section.
109
Chapitre 4 Stabilité et reproductibilité des paquets d’électrons
4.3 Discussion sur la reproductibilité et la dynamique
d’auto-injection
4.3.1 Énergie laser et stabilité
Plusieurs pistes sont à envisager pour tenter d’expliquer la dérive décrite dans la section
précédente. On relève notamment les possibilités que la cible soit « fatiguée » ou encore que
les propriétés de l’impulsion laser, telles que l’énergie, la puissance ou le pointé, aient été
modifiées significativement depuis le début de la série. Pour la suite de la discussion, on sup-
posera que les propriétés du tube capillaire n’ont pas été modifiées au cours de l’acquisition
des données. Cette hypothèse est justifiée car une vérification de la transmission de lumière
à travers le tube a été effectuée au cours de la série. On choisit donc d’étudier l’évolution des
propriétés de l’impulsion laser au cours de la série. Pour cela, on trace l’énergie laser EL en
fonction du numéro de tir sur la Fig. 4.5(a). On observe que l’énergie laser sur cible diminue
au cours de la série, passant de 840 mJ à 760 mJ, soit une dérive de ∼ 10% de l’énergie
initiale. La corrélation linéaire entre la charge Qe,tot et EL (Fig. 4.5(b)) montre que la dérive
de l’énergie laser est responsable de la diminution de Qe,tot observée en section précédente.
Puisqu’aucune autre dérive n’a été observée expérimentalement, on suppose que la dérive
en énergie est également responsable de la réorganisation de la distribution en énergie des
électrons dans le paquet. Une telle conjecture requiert une analyse théorique et numérique
plus approfondie qui n’a pas pu être développée dans cette thèse.
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Figure 4.5 : (a) Diminution de l’énergie laser lors de la série de cent tirs des Fig. 4.2-4.4.
(b) Corrélation entre la charge Qe,tot telle que Ee ≥ 40 MeV et l’énergie laser EL. Les lignes
noires sont des régressions linéaires destinées à surligner les tendances.
4.3.2 Énergie laser réduite, recherche d’une meilleure stabilité
Au vu des conséquences de la dérive en énergie sur les propriétés des paquets auto-injectés,
il est crucial de stabiliser l’énergie de l’impulsion laser pour améliorer la reproductibilité
de l’accélération plasma par sillage laser. Cependant, on constate sur la Fig. 4.5(b) que la
charge peut varier de ±20 pC malgré une énergie laser constante. On en déduit qu’il existe
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d’autres paramètres qu’il convient de stabiliser pour réduire les fluctuations des propriétés
des paquets auto-injectés.
Sachant que les fluctuations de densité électronique sur le plateau sont de ∼ 15 % (Fig.
2.8(a)), on suppose que les variations de charges auto-injectées à énergie laser constante sont
dues aux fluctuations de densité électronique. Afin de rendre compte de es dernières et des
fluctuations en énergie laser, Mangles et al. ont quantifié la quantité de charge auto-injectée
en introduisant le concept d’énergie réduite :
E˜L = αLEL
ne0
nc
, (4.2)
un paramètre prenant en compte l’énergie laser « utile » αLEL, c’est-à-dire l’énergie laser
contenue au centre de l’impulsion et qui particpe à l’auto-focalisation, mais également la
densité électronique ne0 du plasma normalisée à la densité critique nc (Réf. [118]). Dans le
cas des données de la Fig. 4.5(a), l’énergie réduite est estimée à E˜L ∼ 2,2 mJ si on suppose
que l’impulsion laser est une impulsion gaussienne (αL = 0,5). Selon Mangles et al., l’auto-
injection dans un tel domaine d’énergie réduite présente des fluctuations en charge de ∼ 40%
(Fig. 4.6), ce qui est supérieur aux fluctuations observées ici (∼ 10%). Sachant que Mangles
et al. ont utilisé des jets de gaz et en se basant sur la comparaison entre jet de gaz et tubes
capillaires (Sec. 4.2.1), on en déduit que cette meilleure stabilité est due à l’utilisation de
tubes capillaires.
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Figure 4.6 : Charge Qe,tot accélérée, dans des jets de gaz, en fonction de l’énergie réduite
E˜L d’une impulsion laser de durée à mi-hauteur τL constante (cercles rouges) ou variable
(losanges bleus). La zone verte (resp. grise) indique le régime de fonctionnement (resp.
saturation). Résultats publiés par Mangles et al., Réf. [118].
Mangles et al. ont également montré qu’il existe un domaine en énergie réduite où les fluc-
tuations de charge sont moindres (zone grise sur la Fig. 4.6). En extrapôlant ce résultat
aux tubes capillaires, on en déduit qu’il doit être possible d’améliorer la stabilité en charge
en fonctionnant dans un régime tel que E˜L & 4 mJ. Cela peut être atteint en travaillant à
plus haute densité électronique ou en augmentant l’énergie laser. Il faut cependant nuancer
cette remarque par le fait que l’augmentation de la densité électronique n’est pas favorable
à l’accélération d’électrons à haute énergie, comme l’indique l’expression du gain en énergie
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∆Wmax donnée dans la Tab. 1.2. De plus, au vu de la diminution de la divergence lors de la
dérive en énergie laser (Fig. 4.4(a)), augmenter l’énergie laser peut s’avérer en contradiction
avec la volonté de produire, par auto-injection aux puissances laser considérées, des paquets
d’électrons à faible divergence.
Bien que l’énergie réduite d’une impulsion laser soit un bon indicateur pour quantifier la
stabilité de la charge auto-injectée, elle ne permet pas de prendre en compte d’autres sources
de fluctuations telles que la déformation du front d’onde ou les fluctuations de pointé laser.
4.4 Pointé laser : auto-injection, stabilité et durée de vie
des tubes capillaires
4.4.1 Corrélation entre pointé laser et position transverse du paquet
d’électrons
Les travaux précédents de l’équipe ITFIP n’ont pas mis en évidence de corrélations claires
entre le pointé du faisceau laser et les propriétés des paquets d’électrons (Réf. [159]), no-
tamment entre le pointé laser et le pointé des électrons. Une nouvelle tentative de corréler
les deux pointés a été entreprise dans cette thèse. Le résultat obtenu tend à affirmer qu’il
n’existe pas de corrélation forte entre le pointé des électrons et celui du laser, d’autant plus
que le pointé des électrons σe est de ∼ 1 mrad et celui du laser σL est de ∼ 1 µrad. Quali-
tativement, le pointé des électrons dépend de la direction (i) du déplacement de la bulle de
plasma, soit le pointé laser, et (ii) du vecteur vitesse moyen du paquet lorsque l’impulsion
laser est épuisée. Comme σL  σe, on suppose que la principale source de fluctuations de
pointé des électrons est la variation de la direction du paquet lorsque l’impulsion laser est
épuisée, ce qui n’est pas corrélé au pointé du faisceau laser incident.
Toutefois, une corrélation entre la position transverse du paquet d’électrons dans le tube
capillaire et le pointé laser a été observée expérimentalement. Pour cela, il est nécessaire
d’utiliser un tube capillaire plus long avec un rayon interne plus petit pour que l’ombre des
parois du tube soit observable sur le diagnostic du rayonnement bêtatron. Un balayage en
densité électronique ne0, comprenant cent tirs allant de 5× 1018 cm−3 à 12× 1018 cm−3 par
pas de 0,3× 1018 cm−3, est realisé dans un tube capillaire de rayon rcap = 76 µm et longueur
Lcap = 50 mm contenant du pur 99%H2 + 1%Ar. On montre sur la Fig. 4.7(a) comment le
centre du rayonnement bêtatron sortant du tube capillaire est déterminé. Les réflexions des
rayons X sur les parois du tube rendent complexe l’automatisation de la détection du centre.
Les centres ont donc dû êtres déterminés « manuellement » en faisant correspondre un cercle
sur l’ombre des parois du tube. Quant au centre de l’impulsion laser, il est estimé à partir de
la caméra hors-axe (Fig. 3.5) qui image une « fuite laser » dont le pointé a été corrélé à celui
du faisceau dans le plan focal (Fig. 3.7). On peut donc tracer sur la Fig. 4.7(b) la corrélation
entre les pointés laser et bêtatron pour lesquels on observe une corrélation linéaire soulignée
par la courbe bleue. Ce résultat est conforme à l’ombroscopie décrite en Sec. 2.5 où la position
du rayonnement bêtatron sur la caméra dépend linéairement de la position transverse de la
source dans le tube capillaire. En effet, si on considère que la position transverse de la source
correspond à la position transverse de l’impulsion laser 4rL, on détermine que le pointé du
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Figure 4.7 : (a) Image typique du rayonnement bêtatron sortant d’un tube capillaire de
rayon rcap = 76 µm et longueur Lcap = 50 mm contenant du pur H2 de densité électronique
ne0 = (10± 1,5) × 1018 cm−3. Le cercle bleu indique le bord du trou du tube capillaire
dont le centre est représenté par une croix bleue. (b) Corrélation entre la fluctuation
de pointé laser 4rL et celle du pointé bêtatron 4rX lors d’un balayage de cent tirs en
densité électronique ne0. Le dégradé de couleur illustre les différentes valeurs de ne0, allant
de 5 × 1018 cm−3 (cercles bleus) à 12 × 1018 cm−3 (cercles rouges). La ligne noire est une
régression linéaire destinée à surligner la corrélation entre les deux pointés.
rayonnement bêtatron sortant d’un tube capillaire est donné par :
4rX ∼
4rLDX
Lcap − zi , (4.3)
avec DX = 1220 mm la distance entre le tube capillaire et la caméra, Lcap = 50 mm la
longueur du tube capillaire et zi = 3 mm la position longitudinale d’injection des électrons.
On estime que, pour 4rL = 3 µm, 4rX ≈ 100 µm ce qui est l’ordre de grandeur observé sur
la Fig. 4.7(b). Une partie des erreurs autour de la corrélation est attribuée aux erreurs de
détermination du centre.
Bien que cette discussion montre qu’il existe une relation entre la position transverse du
paquet d’électrons dans le tube capillaire et le pointé laser, elle ne commente pas les éventuels
changements de propriétés des électrons induits par des fluctuations de pointé laser.
4.4.2 Stabilisation du pointé laser et propriétés des paquets d’électrons
auto-injectés
Le couplage de l’impulsion laser au tube capillaire dépend de l’alignement de ce dernier sur
l’axe optique (Sec. 2.3.2). Un pointé différent modifie donc la propagation de l’impulsion
laser dans le tube. Ceci est directement observable lors de le procédure d’alignement des
tubes capillaires où le motif de la lumière transmise (Fig. 3.8) peut fluctuer, indiquant une
distribution transverse de l’énergie laser différente.
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Afin d’étudier l’impact d’une vaste gamme de fluctuation de pointé laser sur les propriétés
des électrons auto-injectés dans des tubes capillaires, des séries de mesures ont été réalisées
en présence et en absence de système de stabilisation de pointé laser décrit en Sec. 3.1.3. Cent
tirs consécutifs dans un tube capillaire de rayon rcap = 76 µm et longueur Lcap = 20 mm,
contenant du pur H2 à une densité électronique ne0 = (13± 1,5)×1018 cm−3, ont été réalisés
avec le système de stabilisation de pointé laser. À l’issue de cette série, cinquante nouveaux
tirs ont été effectués, à paramètres laser-plasma constants, après avoir éteint le système de
stabilisation de pointé laser. L’évolution des propriétés des paquets d’électrons est donnée
sur la Fig. 4.8 et les moyennes en charge Qe,tot, énergie Ee,max et divergence Θe sont résumées
dans la Tab. 4.3 pour les deux séries.
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Figure 4.8 : Propriétés des paquets d’électrons, avec (cercles bleus) et sans (carrés rouges)
stabilisation de pointé laser, dans un tube capillaire de rayon rcap = 76 µm et longueur
Lcap = 20 mm contenant du pur H2 de densité électronique ne0 = (13± 1,5)× 1018 cm−3.
Les propriétés affichées sont (a) le spectre en énergie des électrons, (b) leur charge Qe, (c)
leur énergie moyenne 〈Ee〉 et (d) leur divergence Θe.
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La désactivation du système de stabilisation du pointé laser affecte peu la forme des spectres
en énergie, comme l’atteste la Fig. 4.8(a). En revanche, on aperçoit clairement une diminution
de la charge totale accélérée jusqu’à ce qu’elle soit nulle au cinquantième tir, signalant une
fin de vie probable du tube capillaire. La Fig. 4.8(b) montre que, outre cette diminution de
charge, les fluctuations tir à tir de la charge augmentent en amplitude, passant de 18% à
63%. Similairement, les fluctuations de d’énergie maximum et de divergence sont plus amples
en absence de stabilisation du pointé laser, ce qui démontre l’importance d’un tel système
pour l’accélération plasma par sillage laser dans des tubes capillaires.
Pointé laser Qe,tot (pC) Ee,max (MeV) Θe (mrad)
Stabilisé 40± 18 % 125± 9 % 23± 27 %
Non stabilisé 18± 63 % 120± 13 % 19± 47 %
Table 4.3: Stabilité des propriétés des paquets d’électrons auto-injectés pour la série de tirs
donnée en Fig. 4.8.
4.4.3 Durée de vie des tubes capillaires
La désactivation du système de stabilisation du pointé laser affecte les propriétés des électrons
auto-injectés mais également la durée de vie des tubes capillaires. En moyenne, plus de cinq
cents tirs peuvent être réalisés dans un tube capillaire de rcap = 89 µm avant qu’il ne soit
endommagé significativement. En cas de fatigue du tube capillaire, il suffit d’augmenter la
pression de réservoir pour retrouver des paquets d’électrons aux propriétés initiales. Ceci est
interprété comme étant le résultat de l’ablation progressive du trou avant du tube, ce qui
conduit à une augmentation de la fuite de gaz qu’on « compense » en augmentant la densité
électronique de plateau.
Des photographies de faces avant de tubes capillaires sont données en Fig. 4.9, après une série
de tirs (a) avec et (b) sans système de stabilisation pointé laser. Leur comparaison démontre
que la stabilisation du pointé laser préserve l’intégrité des tubes capillaires, favorisant ainsi
leur usage lors de longues séries. Ceci est attribué à la réduction drastique du maximum de
déviation du pointé laser causée par le système de stabilisation de pointé (Fig. 3.7), ce qui
empêche que certains tirs impactent la face avant du tube capillaire. On note toutefois une
modification de la structure du verre après des centaines de tirs. En effet, on remarque sur la
Fig. 4.9(a) que les propriétés optiques du tube capillaire sont différentes puisque le verre au
voisinage du trou s’est assombri après trois cents tirs. Ceci est attribué à un dépôt progressif
d’énergie laser et aucune conséquence pour les propriétés des paquets d’électrons n’a été
observée. Finalement, on signale qu’il est possible que le trou de sortie s’élargisse d’une
dizaine de microns et perde sa symétrie après des centaines de tir. Bien que l’origine de ce
phénomène ne soit pas connue, on suppose qu’il résulte des conditions extrêmes sollicitant
le tube à son extrémité : présence d’un écoulement choqué, dépôt d’énergie laser résiduelle,
écrantage du rayonnement bêtatron et des électrons par le tube capillaire.
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avec stabilisation de pointé 
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Figure 4.9 : (a) Photographies de la face avant d’un tube capillaire après trois cents tirs
et avec le système de stabilisation de pointé activé. (b) Idem pour cinquante tirs supplé-
mentaires après désactivation du système de stabilisation de pointé.
4.5 Impact de la forme du profil de densité électronique
sur les propriétés des paquets d’électrons
L’utilisation prolongée des tubes capillaires modifie ses trous avant et arrière, si bien que
l’écoulement de gaz peut évoluer au cours d’une série de tirs. Si le profil longitudinal de
densité électronique est modifié, il est possible que cela détériore la stabilité et la reproduc-
tibilité des propriétés des paquets d’électrons. En considérant que le gradient avant du profil
de densité électronique est le plus susceptible d’être modifié au cours d’une série de mesure,
on se propose d’étudier l’impact de la forme du gradient avant sur les propriétés des paquets
d’électrons pour un mélange de 99%H2 + 1%N2.
Pour cela, des tubes capillaires, de rayon rcap = 76 µm et de longueur Lcap = 20 mm, ont été
préparés avec différentes longueurs de gradient avant L↗ : de 2,5 mm à 5 mm. On montre sur
la Fig. 4.10 l’évolution de la charge accélérée Qe,tot lors des balayages en densité électronique
ne0, allant de 5× 1018 cm−3 à 22× 1018 cm−3 par pas de 0,3× 1018 cm−3, pour un mélange de
99%H2 + 1%N2. On précise que l’impulsion laser était focalisée à l’entrée du tube capillaire
avec une précision de l’ordre de la longueur de Rayleigh, soit ∼ 0,5 mm. On distingue deux
types d’évolution de charge.
Sur la Fig. 4.10(a), on observe que toutes les séries atteignent une « saturation » où l’augmen-
tation de la densité électronique n’augmente plus la charge accélérée. Elle atteint une valeur
maximale de ∼ 100 pC et commence à diminuer pour ne0 & 18×1018 cm−3, ce qui est supposé
être un effet de charge d’espace. De plus, on observe que le seuil d’injection en densité élec-
tronique augmente avec L↗, ce qui est attribué à des propagations différentes de l’impulsion
laser selon le profil de densité dans le tube capillaire. En effet, les puissances et intensités
laser utilisées dans cette thèse ne permettent pas d’injecter directement des électrons. L’im-
pulsion doit être auto-focalisée pour déclencher l’injection des électrons. L’auto-focalisation
dépend de la densité électronique (Éq. 1.44) et donc de la forme du gradient avant. Or, plus
un gradient est long et plus les densités électroniques au voisinage du point de focalisation
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Figure 4.10 : Évolution de la charge lors d’un balayage en densité électronique pour du
99%H2 + 1%N2 dans des tubes capillaires de rayon rcap = 76 µm, de longueur Lcap = 20 mm
pour des longueurs de gradients avant L↗ de (a) 2,5 mm, 3,5 mm, 4,5 mm,5 mm et (b)
3 mm, 4 mm.
sont faibles (Fig. 2.6(b)). Une augmentation de L↗ entrave donc le développement de l’auto-
focalisation qui nécessite une densité plus importante pour amorcer le piégeage des électrons.
On constate qu’un fonctionnement dans le régime de saturation (ne ≥ 14 × 1018 cm−3), où
la forme du profil de gaz influence peu la quantité de charges accélérées, permettrait de
minimiser l’impact des changements de gradients au cours de longues séries.
Sur la Fig. 4.10(b), une tendance différente est observée où Qe,tot augmente continument avec
ne0. Ce résultat suggère que les conditions d’interaction diffèrent de la Fig. 4.10(a) et que les
paramètres étudiés jusqu’à présent ne peuvent rendre compte complètement de l’accélération
plasma par sillage laser. Par exemple, on pourrait considérer de quantifier les propriétés des
paquets d’électrons en fonction de la qualité d’alignement des tubes capillaires ou encore de
la forme du front d’onde d’intensité laser (Réf. [208]).
4.6 Conclusion
La production, stable et reproductible, de paquets d’électrons lors de l’accélération plasma
par sillage laser requiert un bon contrôle des propriétés de l’impulsion laser ainsi que de
la forme de la distribution électronique dans le tube capillaire. Les paquets d’électrons aux
propriétés les plus stables ont été obtenus avec un tube capillaire, de rayon interne rcap =
89 µm et de longueur Lcap = 10 mm, contenant du H2 pur à une densité de plateau ne0 =
(10± 1,5)× 1018 cm−3. Les propriétés obtenues sont :
• Charge accélérée au-delà de 40 MeV : Qe,tot = 66± 7 pC.
• Énergie moyenne : 〈Ee〉 = 65± 6 MeV.
• Divergence mi-hauteur : Θe = 9± 1 mrad.
• Écart-type des fluctuations de pointé : σe = 2,3 mrad.
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Le profil de densité électronique dans le tube capillaire se compose d’un gradient avant de
longueur L↗ = 2,5 mm, d’un plateau de gaz de longueur L↔ = 5 mm et d’un gradient
arrière de L↘ = 2,5 mm. L’écoulement au sein du plateau est laminaire et non-choqué ce qui
favorise la production de paquets d’électrons aux propriétés stables par rapport aux jets de
gaz. Il a également été montré que la longueur d’accélération, définie comme étant la somme
de la longueur nécessaire à l’auto-focalisation pour focaliser suffisamment l’impulsion laser
et déclencher l’auto-injection, et la longueur de déphasage des électrons auto-injectés, est
comprise entre 3,5 mm et 5,5 mm pour les paramètres laser-plasma explorés.
Une dérive en énergie laser de ∼ 10% a été observée expérimentalement durant une série de
cent tirs. Outre la diminution attendue de charge accélérée, une modification des propriétés
du paquet d’électrons a été constatée : plus (resp. moins) d’électrons sont accélérés à haute
(resp. basse) énergie, c’est-à-dire Ee ≥ 100 MeV (resp. Ee ≤ 100 MeV), ce qui conduit à une
augmentation de l’énergie moyenne du paquet et une réduction de sa divergence.
L’importance de la stabilisation du pointé laser, et notamment la réduction du maximum de
déviation du pointé laser, a été mise en évidence pour l’accélération plasma par sillage laser
dans les tubes capillaires. D’une part, elle permet de réduire les fluctuations tir à tir des pro-
priétés des paquets d’électrons auto-injectés, et d’autre part, elle prolonge significativement
la durée de vie des tubes capillaires à tel point que des séries comprenant des centaines de
tirs peuvent réalisées sans observer de modification des propriétés des paquets produits.
L’évolution du profil de densité dans un tube capillaire, due à une ablation progressive de
la paroi du tube par le faisceau laser, peut conduire à une modification des propriétés des
électrons après une utilisation prolongée. Ce phénomène peut être limité si on travaille dans
un régime de saturation (ne ≥ 14 × 1018 cm−3) où la modification du gradient montant de
densité électronique ne conduit pas à une modification de la charge accélérée.
Finalement, on peut définir des contraintes pour obtenir des paquets d’électrons aux pro-
priétés données ci-dessus :
• Fluctuation et dérive de l’énergie laser en-deçà du 1%.
• Fonctionnement en régime de saturation : ne ≥ 14× 1018 cm−3.
• Fluctuations faibles de pointé laser : σL . 3 µm avec 4rL,max . 30 µm pour une tache
focale de taille au waist w0 = 17 µm.
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Chapitre 5
Comparaison de l’injection induite par
ionisation et de l’auto-injection :
expériences et simulations
Ce chapitre présente les travaux sur l’injection induite par ionisation dont le principe a été
examiné théoriquement et expérimentalement durant les deux campagnes expérimentales.
L’impact de la composition du milieux gazeux sur les propriétés des paquets d’électrons a
été statistiquement analysé pour du H2 pur et des mélanges contenant 1% de dopants à
électrons (N2, Ne et Ar). Une analyse approfondie du rayonnement bêtatron a été réalisée
pour, d’une part, diagnostiquer in situ les mécanismes d’injection, et d’autre part, estimer les
propriétés du faisceau bêtatron comme une source potentielle de lumière X. Finalement, des
simulations PIC ont été réalisées afin de comparer les résultats expérimentaux à la théorie,
contribuant ainsi à l’interprétation des résultats expérimentaux. Les conclusions présentées
dans ce chapitre ont été publiées dans les Réf. [103,209].
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5.1 Introduction : augmentation de la fluence bêtatron
La stabilité et la reproductibilité des paquets d’électrons ont été étudiées au Chap. 4 en
discutant de la stabilité de l’installation laser ou encore des propriétés de l’écoulement de
gaz au sein des tubes capillaires. Ce chapitre propose de considérer un autre degré de liberté,
la composition du gaz, afin d’optimiser les propriétés des paquets d’électrons et de fournir
des informations utiles à la conception de l’injecteur laser-plasma.
Pour les paramètres laser-plasma considérés dans cette thèse, l’auto-injection est le seul mé-
canisme permettant de capturer et d’accélérer des électrons du plasma lorsque de l’hydrogène
pur est utilisé. Dans le cas d’un mélange, composé essentiellement d’hydrogène (H) et d’une
faible fraction d’atomes lourds, l’auto-injection n’est plus le seul mécanisme permettant de
capturer des électrons. En effet, comme discuté en Sec. 1.3.5, l’injection induite par ioni-
sation peut injecter des électrons, ionisés au voisinage du maximum d’intensité laser, dans
l’onde de plasma.
Afin d’étudier l’influence de la composition du mélange sur les propriétés des paquets d’élec-
trons, les gaz utilisés pour l’accélération plasma par sillage laser étaient composés de 99%
de H2 et de 1% d’un élément lourd, appelé dopant à électrons, tel que le diazote (N2), l’ar-
gon (Ar) ou encore le néon (Ne), dont les énergies (resp. intensité laser) d’ionisation sont
données dans la Tab. A.2 (resp. Tab. A.3). À titre d’exemple, on donne sur la Fig. 5.1 des ré-
sultats expérimentaux typiques, comparant (a) les électrons accélérés après dispersion et (b)
le rayonnement bêtatron sortant d’un tube capillaire de rayon rcap = 89 µm et Lcap = 20 mm,
rempli de H2 pur (images supérieures) et de 99%H2 + 1%N2(images inférieures) à une densité
électronique ne0 = 12× 1018 cm−3.
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Figure 5.1 : Images (a) du lanex et (b) du rayonnement bêtatron avec (bas) et sans (haut)
1% d’azote dans de l’hydrogène pur à une densité électronique ne0 = 12× 1018 cm−3 dans
un même tube capillaire de rayon rcap = 89 µm et Lcap = 20 mm.
On constate que pour du 99%H2 + 1%N2, d’une part, la charge accélérée est plus importante
sans que le motif de la dispersion ait été significativement changé, et d’autre part, le niveau
du rayonnement bêtatron détecté par la caméra est deux fois plus intense en terme de coups.
On notera toutefois que cette dernière remarque ne permet pas de conclure sur la nature de
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la modification du rayonnement bêtatron émis. En effet, puisque la traduction du nombre de
coups en quantité de photons dépend de la forme du spectre (Éq. 3.20), une augmentation
de la valeur du signal de la caméra peut être attibuée soit à un changement d’énergie critique
soit à une augmentation du nombre de photons émis.
En résumé, une modification significative des propriétés des électrons et du rayonnement bê-
tatron est observée lorsque de l’azote est ajouté à du H2 pur. Puisqu’on ne peut pas conclure
sur la nature de ce changement, on examine de manière plus approfondie les mécanismes
pouvant conduire aux résulats observés. Pour cela, on étudie expérimentalement les proprié-
tés des paquets électrons (Sec. 5.2), ainsi que celles du rayonnement bêtatron (Sec. 5.3),
produits en présence de dopants de diazote (N2), d’argon (Ar) ou encore de néon (Ne). Les
résultats présentés dans ce chapitre seront discutés à l’aide de simulations PIC (Sec. 5.4),
utilisant le code WARP.
5.2 Propriétés des paquets d’électrons produits en
présence de dopants
5.2.1 Stabilité des propriétés des paquets d’électrons pour différents
mélanges
La stabilité de la production des paquets d’électrons accélérés dans différents mélanges de
gaz a été étudiée pour ne0 = (12 ± 2) × 1018 cm−3, une densité électronique présentant la
meilleure stabilité en charge. Les propriétés des paquets d’électrons accélérés dans du H2
pur (resp. 99%H2 + 1%N2 et 99%H2 + 1%Ar) sont illustrées par les courbes bleues (resp.
rouges et vertes) sur la Fig. 5.2. Ces résultats ont été obtenus lors de la première campagne
expérimentale, dans des tubes capillaires de rayon rcap = 73 µm et de longueur Lcap =
20 mm, lors de séries de trente (resp. huit) tirs pour le H2 pur et le 99%H2 + 1%N2 (resp.
99%H2 + 1%Ar).
Les spectres moyens de ces séries sont représentés sur les Fig. 5.2(a)-(c) par des courbes à
trait plein alors que l’écart-type au spectre moyen est illustré par des courbes à tirets. Pour
les paramètres laser-plasma considérés, les électrons ont une distribution exponentielle en
énergie au sein du paquet, indiquant une injection continue. À partir de l’Éq. 3.16, la charge
totale Qe,tot, accélérée au-delà de l’énergie de coupure Ee,min = 40 MeV du spectromètre à
électrons, est estimée à 55 ± 10 pC pour le H2 pur, 100 ± 20 pC pour le 99%H2 + 1%N2, et
130±40 pC pour le 99%H2 +1%Ar. On remarque que, pour les paramètres étudiés, le H2 pur
et le 99%H2 + 1%N2 ont une stabilité de ∼ 20%, ce qui est similaire aux valeurs de stabilité
données dans la Tab. 4.1. En revanche, il apparaît que la quantité de charge accélérée fluctue
plus lorsque le 99%H2 + 1%Ar est utilisé. Bien que l’ajout de dopants à électrons augmente
la charge totale avec des électrons à basse énergie, une énergie moyenne de ∼ 70 MeV a été
estimée pour tous les gaz. Le facteur de Lorentz correspondant est ∼ 140.
A l’instar des spectres en énergie, les divergences à mi-hauteur ϑ (Ee), en fonction de l’éner-
gie des électrons dans les paquets accélérés, ont été étudiées et sont représentées sur les
Fig. 5.2(d)-(f). Dans le cas du H2 pur, le signal détecté était trop faible pour calculer les
divergences des paquets d’électrons accélérés à des énergies supérieures à 130 MeV. À partir
de l’Éq. 3.10, la divergence à mi-hauteur du paquet Θe est estimée à 6 ± 1 mrad pour le
121
Chapitre 5 Étude comparative de l’injection induite par ionisation et l’auto-injection
H2 pur, 23 ± 3 mrad pour le 99%H2 + 1%N2 et 24 ± 5 mrad pour le 99%H2 + 1%Ar. Ces
résultats montrent que l’augmentation de la charge constatée sur les Fig. 5.2(a)-(c) est due
à une production plus importante d’électrons divergents en présence de dopants à électrons,
ce qui peut ne pas être profitable dans le cadre de la conception d’un injecteur laser-plasma.
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Figure 5.2 : Spectre moyen en énergie (courbes à trait plein) des paquets d’électrons pour
une série de trente tirs réalisée dans des tubes capillaires de rayon rcap = 73 µm et de lon-
gueur Lcap = 20 mm rempli avec du (a) H2 pur, (b) 99%H2 + 1%N2 et (c) 99%H2 + 1%Ar
à ne0 = (12± 2)× 1018 cm−3. Les écart-types par rapport aux spectres moyens sont repré-
sentés par les courbes à tirets. (d-f) Idem pour la divergence à mi-hauteur ϑ (Ee). La zone
grisée indique la gamme en énergie pour laquelle le signal détecté était trop faible pour
mesurer la divergence à mi-hauteur.
L’ajout de 1% de dopants à électrons suffit à radicalement changer les propriétés des électrons
accélérés. Il est remarquable de constater que l’augmentation de seulement 6% (resp. 8%)
de la densité électronique, résultant de l’ajout de 1% de N2 (resp. Ar), conduise à une
augmentation de 100% de la charge totale Qe,tot. Puisque ce résultat a été obtenu pour
ne0 = (12±2)×1018 cm−3, il est intéressant d’examiner à présent les propriétés des électrons
pour différentes valeurs de densité électronique.
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5.2.2 Balayage en densité électronique pour différents mélanges
Les propriétés des électrons accélérés en fonction de la densité électronique ne0 sont étudiées
pour différents milieux gazeux utilisés lors de la seconde campagne expérimentale. On montre
sur la Fig. 5.3(a) (resp. (b)) l’évolution de la charge accélérée Qe,tot (resp. divergence à mi-
hauteur du paquet Θe) lors des balayages en densité électronique ne0, allant de 4×1018 cm−3
à 26 × 1018 cm−3par pas de 0,3 × 1018 cm−3. Chaque point expérimental correspond à une
valeur moyennée sur une série de cinq tirs consécutifs. On précise que l’impulsion laser était
focalisée à l’entrée du tube capillaire avec une précision de ∼ 0,5 mm, contrairement à la
première campagne expérimentale où l’impulsion était focalisée 1 mm dans le tube capillaire.
De manière générale, l’évolution de Qe,tot en fonction de ne0 est la suivante : au-delà d’un
seuil d’injection en ne0 dépendant du gaz utilisé, Qe,tot croît rapidement, puis sature, voire
diminue à cause d’un effet de charge d’espace.
Qualitativement, on retrouve que la charge accélérée Qe,tot est environ deux fois plus im-
portante en présence de N2 ou de Ar, ce qui souligne la reproductibilité des résultats ex-
périmentaux entre les deux campagnes expérimentales. On note toutefois une légère baisse
des valeurs moyennes, passant de ≥ 100 pC à ∼ 90 pC. Bien qu’une étude complémentaire
soit nécessaire pour interpréter ce résultat, un changement des propriétés des paquets d’élec-
trons accélérés est probablement dû aux différentes positions de focalisation entre les deux
campagnes expérimentales, comme le suggère une analyse actuellement en cours de révision
(Réf. [128]). Ces résultats montrent également que, malgré l’ajout de 1% de Ne, la dynamique
d’injection des électrons est proche du cas où du H2 pur est utilisé. Ceci suggère que, pour
du 99%H2 + 1%Ne, le mécanisme de capture des électrons est similaire à celui en action pour
du H2 pur, c’est-à-dire l’auto-injection, malgré la présence d’un dopants à électrons.
Contrairement aux résultats de la Fig. 5.2(d)-(f), la divergence à mi-hauteur Θe est de
∼ 20 mrad quel que soit le gaz utilisé, ce qui pourrait également être dû aux différentes
positions de focalisation.
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Figure 5.3 : Évolution de (a) la charge totale Qe,tot et (b) la divergence à mi-hauteur Θe lors
d’un balayage en densité électronique ne0, avec et sans dopants, dans des tubes capillaires
de rayon rcap = 76 µm, de longueur Lcap = 20 mm. La zone grisée correspond aux densités
principalement étudiées au cours de ce chapitre.
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De nombreuses études traitant de l’injection induite par ionisation fonctionne dans un ré-
gime à faible densité électronique où l’auto-injection d’électrons de H2 n’est pas observée
(Réf. [102]). Cela permet de s’assurer que le mécanisme d’injection des électrons est l’in-
jection induite par ionisation et non une combinaison d’auto-injection et d’injection in-
duite par ionisation. Pour les paramètres laser-plasma considérés dans cette thèse, il faut
ne0 ≤ 8 × 1018 cm−3 pour mener une telle étude. Or, le critère de stabilité recherché im-
pose l’utilisation de densités électroniques plus élévées (∼ 1019 cm−3), indiquées par la zone
grise sur la Fig. 5.3(a). On constate que, à de telles densités électroniques, deux mécanismes
d’injection d’électrons sont possibles. Afin d’examiner les mécanismes d’injection lors d’un
fonctionnement à haute densité électronique, on analyse le rayonnement bêtatron sortant
d’un tube capillaire selon une méthodologie décrite en Sec. 2.5.
5.3 Modification du rayonnement bêtatron en présence de
dopants
La caractérisation du rayonnement bêtatron sortant des tubes capillaires est un excellent
moyen de diagnostic non-destructif de l’injection et de l’accélération des électrons. D’une
part, on peut estimer l’amplitude des oscillations bêtatron, qui est supposée être la taille
transverse de la source X, et d’autre part, on peut calculer le profil longitudinal d’émission
des rayons X, ce qui permet d’examiner la dynamique d’injection et d’estimer la durée de
l’impulsion bêtatron.
5.3.1 Discussion préliminaire à l’analyse du rayonnement bêtatron
L’augmentation du signal de la caméra CCD X, après ajout de dopants à électrons au H2
pur, peut ne pas être le résultat d’une accélération plasma différente. En effet, il est probable
que les paquets d’électrons, ou les photons du rayonnement bêtatron, déposent de l’énergie
dans le milieu gazeux, et tout particulièrement sur les atomes lourds, qui peuvent réémettre
des photons X dans le domaine du keV.
L’énergie déposée par les électrons peut être déterminée à partir de l’Éq. 3.4 ou du logiciel
EStar (Sec. 3.4.1.2). À titre d’exemple, on estime que la perte en énergie d’un électron
relativiste (γe = 140) traversant un milieu gazeux de longueur Lcap = 20 mm, et composé de
99%H2 + 1%Ar à 300 mbar, est de ∼ 8× 10−2 keV, dont ∼ 2× 10−2 keV pour les 1% de Ar.
Or, l’énergie rayonnée lors de l’oscillation bêtatron de cet électron est de ∼ 2 keV (Éq. 1.80)
pour Nβ = 3, λp = 10 µm et Kβ = 5. On en déduit que l’énergie réémise par le gaz après le
passage des électrons est faible devant l’énergie contenue dans le rayonnement bêtatron.
Les tables d’aborption des rayons X, publiées par Henke et al. (Réf. [179]) 1, indiquent une
transmission supérieure à 99% pour des photons X, d’énergie comprise entre 2 keV et 30 keV,
se propageant dans des tubes capillaires de longueur Lcap = 20 mm et remplis de gaz à
Pcap = 300 mbar. On peut donc exclure la possibilité qu’une partie significative du signal
1. Le Center for X-ray Optics du Lawrence Berkeley National Laboratory dispose d’une base
de données en ligne sur l’absorption des rayons X par divers matériaux à l’adresse internet :
http://henke.lbl.gov/optical_constants/.
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détecté par la caméra X provienne de la réémission du rayonnement bêtatron absorbé par le
milieu gazeux.
En résumé, on considère que le rayonnement du milieu gazeux, dus aux différents stimuli
(électrons, rayons X), peut être négligé devant le rayonnement bêtatron. De plus, en rap-
pellant qu’on a choisi des tubes capillaires de longueur Lcap = 20 mm pour minimiser la
réflexion des rayons X sur les parois du tube (Sec. 2.5.3), on peut donc considérer que le
signal détecté par la caméra X est exclusivement le rayonnement bêtatron émis lors de l’ac-
célération plasma par sillage laser. Son étude consiste à, d’une part, déterminer l’énergie
critique en supposant un spectre synchrotron (Sec. 3.5.1), et d’autre part, à analyser le profil
longitudinal d’émission (Sec. 5.3.2).
5.3.2 Énergie critique et taille de la source lors d’un balayage en
densité électronique
L’énergie critique Ec du rayonnement bêtatron est déterminée selon la méthode des filtres
de Ross (Sec. 3.5) lors d’un balayage en densité électronique ne0, allant de 6 × 1018 cm−3
à 18 × 1018 cm−3par pas de 0,3 × 1018 cm−3, durant la seconde campagne expérimentale.
L’évolution de Ec (resp. χ2) en fonction de ne0 est illustrée pour du 99%H2 + 1%N2 par la
courbe bleue (resp. rouge) sur la Fig. 5.4(a). On précise que les énergies critiques calculées en
présence de H2 pur sont similaires. Par conséquent, l’augmentation du signal détecté par la
caméra CCD X (Fig. 5.1(b)) observée après l’ajout du N2 est attribuée à une augmentation
de la fluence du rayonnement bêtatron. Les faibles valeurs de χ2 indiquent que le modèle
synchrotron est une bonne approximation pour le spectre du rayonnement bêtatron. On
constate que, pour les faibles densités électroniques (ne0 . 10×1018 cm−3), Ec décroît jusqu’à
∼ 2 keV, l’énergie minimale EX,min de détection de la caméra CCD X. Par conséquent, le
signal détecté par la caméra diminue avec ne0, si bien que la précision de l’estimation de
Ec par la méthode de Ross devient moins précise, comme l’atteste l’augmentation de χ2.
On précise également que des spectres plus complexes ont été essayés avec la méthode de
Ross. On a notamment utilisé un « double spectre synchrotron » à trois paramètres : deux
énergies critiques Ec,1 et Ec,2, et une intensité relative I1,2 ∈ [0; 1] quantifiant l’intensité d’un
spectre synchrotron par rapport au second. Il a été trouvé que le plus faible χ2, c’est-à-dire
le spectre décrivant le mieux les résultats expérimentaux, est obtenu pour Ec,1 = Ec,2 et
I1,2 = 0,5, indiquant ainsi qu’un spectre synchrotron « simple » est suffisant pour décrire le
rayonnement bêtatron.
Les tailles transverses rβ de la source bêtatron, correspondant aux énergies critiques Ec de
la Fig. 5.4(a), sont calculées à partir de l’Éq. 1.78 en supposant γe = 140 puis données sur
la Fig. 5.4(b). Chaque tir est illustré par une croix bleue alors que la tendance moyenne est
représentée par la courbe rouge. On constate que, pour les densités électroniques principale-
ment étudiées au cours de ce chapitre, la taille de la source est de ∼ 3 µm.
5.3.3 Corrélation entre la fluence du rayonnement bêtatron et les
propriétés des paquets d’électrons
La connaissance de l’énergie critique Ec du spectre, supposé synchrotron, permet d’estimer la
fluence ΓX du rayonnement bêtatron à partir des images de la caméra X selon une méthode
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Figure 5.4 : (a) Évolution de l’énergie critique Ec (courbe bleue) du rayonnement bêtatron
et du χ2 correspondant (courbe rouge) lors d’un balayage en densité électronique ne0
dans un tube capillaire, de rayon rcap = 76 µm et de longueur Lcap = 20 mm, rempli de
99%H2 + 1%N2. (b) Idem pour la taille de la source rβ en supposant que γe = 140. La
courbe rouge représente la valeur moyenne de rβ. La zone grisée correspond aux densités
principalement étudiées au cours de ce chapitre.
décrite en Sec. 3.5.2. Afin de déterminer si l’augmentation de la charge Qe,tot et celle de la
fluence ΓX ont une origine commune, on trace sur la Fig. 5.5(a) la corrélation entre ces deux
grandeurs pour quatres séries de mesure. Elles ont été réalisées avec des tubes capillaires,
de longueur Lcap = 20 mm et de rayon interne rcap = 76 µm (symboles +) ou rcap = 89 µm
(symboles o), contenant du 99%H2 + 1%N2 (symboles rouges) ou du H2 pur (symboles bleus)
à une densité électronique ne0 = (12± 2)× 1018 cm−3.
On observe que Qe,tot et ΓX sont corrélées linéairement, ce qui suggère une origine commune
pour l’augmentation des valeurs de ces paramètres lors de l’utilisation de dopants à électrons.
On interprète ce résultat de la manière suivante : plus la quantité de charges accélérées est
importante et plus le nombre de photons rayonnés est grand. On estime qu’une fluence
pic de ∼ 2 × 105 photons.mrad−2 a été obtenue pour du 99%H2 + 1%N2, indépendemment
du rayon interne du tube capillaire. En revanche, on observe une fluence pic de ∼ 0,8 ×
105 photons.mrad−2 (resp. ∼ 0,4 × 105 photons.mrad−2) pour du H2 pur contenu dans un
tube capillaire de rayon rcap = 89 µm (resp. rcap = 76 µm).
On constate également une asymétrie dans la distribution des points autour de la régression
linéaire, indiquant qu’un autre paramètre doit être pris en compte pour décrire le processus
d’émission de photons durant l’oscillation bêtatron : l’énergie des électrons. Dans le cadre
du modèle de canal ionique (Éq. 1.86 et Réf. [148]), on a ΓX ∝ γ2eQe. En traçant ΓX en
fonction de γ2eQe sur la Fig. 5.5(b), on observe que la distribution des points autour de la
régression linéaire est plus symétrique pour les symboles rouges, ce qui montre que le modèle
de canal plasma fournit une bonne description du rayonnnement détecté sur la caméra CCD
X. Le coefficient directeur de la régression linéaire permet d’estimer le nombre d’oscillations
bêtatron Nβ à ∼ 3 pour γe = 140. En comparant la linéarité des deux corrélations, on en
déduit que l’augmentation de la fluence est principalement due à une augmentation de la
charge accélérée.
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Figure 5.5 : (a) Corrélation entre la charge Qe,tot des paquets d’électrons et la fluence ΓX
du rayonnement bêtatron dans des tubes capillaires de longueur Lcap = 20 mm, de rayon
rcap = 76 µm (symboles +) ou rcap = 89 µm (symboles o), remplis de H2 pur (symboles
bleus) ou de 99%H2 + 1%N2 (symboles rouges) à ne0 = (12± 2) × 1018 cm−3. (b) Idem
entre ΓX et Qe,totγ2e où γe est le facteur de Lorentz moyen du paquet d’électrons.
5.3.4 Profil longitudinal d’émission bêtatron par méthode
ombroscopique
Une image typique de la fluence du rayonnement bêtatron sortant d’un tube capillaire est
donnée sur la Fig. 5.1(b). Pour les paramètres expérimentaux explorés au cours de cette
thèse, l’angle d’émission ΘX du rayonnement bêtatron (∼ 100 mrad) est grand devant l’angle
d’ouverture Θcap du tube capillaire (∼ 10 mrad). Par conséquent, le rayonnement bêtatron
est écranté par les parois du tube capillaire, si bien que la méthode d’ombroscopie X (Sec.
2.5) peut être utilisée pour étudier le profil longitudinal d’émission bêtatron et examiner
l’origine de l’augmentation de la charge accélérée.
Le signal de la caméra CCD X, située à DX = 1220 mm de la source du rayonnement bêta-
tron, est intégré azimutalement autour du centre de la fluence bêtatron et donné sur la Fig.
5.6(a) pour trois tirs typiques, utilisant du 99%H2 + 1%N2 (courbe rouge), du 99%H2 + 1%Ar
(courbe verte) et du H2 pur (courbe bleue) à ne0 = (11± 2) × 1018 cm−3. On souligne que,
dans le cas du 99%H2 + 1%N2 et du H2 pur, les résultats ont été obtenus dans un même
tube capillaire, de rayon rcap = 76 µm et de longueur Lcap = 20 mm. De plus, on ne pré-
sente pas de résultat avec du 99%H2 + 1%Ne car le signal détecté était trop faible pour
ne0 = (11± 2)× 1018 cm−3. La fluence pic est significativement plus importante en présence
de N2 et de Ar, ce qui confirme la tendance observée sur la Fig. 5.3(a), c’est-à-dire une
dynamique d’injection similaire pour les deux gaz et différente du H2 pur. On précise que les
fluctuations de SX pour r ≤ 2 mm sont attribuées à la réflexion des rayons X sur les parois
du tube. Cet artefact a été minimisé en choisissant avec précaution la région d’intérêt utilisée
pour tracer le profil radial, de telle sorte que l’analyse du rayonnement bêtatron n’est pas
perturbée par la présence de ces réflexions.
Les profils d’émission du rayonnement bêtatron, correspondant aux cas de la Fig. 5.6(a),
sont donnés sur la Fig. 5.6(b), où z = 0 mm est associé à la face avant du tube capillaire.
On en déduit deux résultats majeurs :
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Figure 5.6 : (a) Signal SX du rayonnement bêtatron détecté par la caméra CCD X, inté-
gré azimutalement, pour du H2 pur (courbe bleues), du 99%H2 + 1%N2 (courbes rouges)
et du 99%H2 + 1%Ar (courbes vertes) à ne0 = (11± 2) × 1018 cm−3, contenus dans un
tube capillaire de rayon rcap = 76 µm et de longueur Lcap = 20 mm. (b) Profils longitu-
dinaux d’émission bêtatron correspondant. La zone grise représente la partie centrale du
rayonnement bêtatron qui n’est pas écrantée par les parois du tube capillaire.
1. En supposant que le début de l’injection des électrons dans l’onde de plasma correspond
au début de l’émission bêtatron, la Fig. 5.6(b) montre que le piégeage des électrons
dans du 99%H2 + 1%N2 et du 99%H2 + 1%Ar est plus précoce que dans du H2 pur.
On ajoute que, puisque la densité électronique est identique quel que soit le gaz uti-
lisé, l’évolution non-linéaire de l’impulsion laser durant sa propagation, et notamment
l’auto-focalisation, est similaire pour les trois cas. Ainsi, une injection plus précoce,
c’est-à-dire débutant avec une intensité laser plus faible, peut être associée à un milieu
contenant du N2 ou du Ar. Bien que cela puisse être la signature d’une injection induite
par ionisation pour les premiers électrons à être accélérés, cette observation ne permet
pas de conclure sur la nature du mécanisme d’injection pour z & 3,2 mm, c’est-à-dire
lorsque les deux mécanismes d’injection sont possibles. Cette problématique sera dis-
cutée plus en détail en Sec. 5.4, où des résultats de simulations PIC seront présentés
(Fig. 5.6(a)).
2. La longueur d’émission Lβ, définie comme étant la longueur durant laquelle dIX/dz 6=
0, est de ∼ 5 mm (resp. ∼ 3 mm) pour du 99%H2 + 1%N2 et du 99%H2 + 1%Ar (resp.
H2 pur). Elle est donc, quel que soit le gaz utilisé, plus grande que la longueur de
déphasage des électrons Lϕ = 400 µm (Tab. 1.2). Puisque ΓX ∝ Qe,totγ2e , l’évolution
de la fluence le long de z est soit le résultat d’une injection continue de charges,
soit une alternance d’accélération/décélération des électrons, c’est-à-dire de rotations
dans l’espace des phases (Fig. 1.8). On précise que les arguments de cette discussion
restent valides malgré l’erreur sur la longueur d’émission due à la taille de la source
4Sz ∼ 1 mm (Sec. 2.5.2), ce qui sera pris en compte par la suite.
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5.3.5 Détermination expérimentale de la durée de l’impulsion X
Après avoir déterminé la taille rβ de la source et la fluence ΓX du rayonnement bêtatron, il
ne reste qu’à estimer la durée τX de l’impulsion X afin de calculer la brillance BX du rayonne-
ment bêtatron (Éq. 1.87). τX peut être calculé à partir des profils d’émission du rayonnement
de la Fig. 5.1(b), en convertissant la position z d’émission en un temps t d’émission. Or, cette
transformation dépend fortement de la dynamique d’injection et d’accélération des électrons.
En effet, on distingue trois sources responsables de l’extension temporelle de l’impulsion X :
(i) la durée du paquet d’électrons oscillant dans le sillage laser, (ii) la longueur d’accélération
d’un électron, c’est-à-dire la longueur de déphasage Lϕ, (iii) la longueur d’émission. Ces trois
cas sont schématisés sur la Fig. 5.7. Le point A renvoie à la position où débute l’injection
d’électrons et B à la position où se termine le processus d’accélération. Par convention, on
note la longueur d’émission correspondante LAB. Ci, Cii et Ciii sont les positions atteintes
par le premier photon à être émis lorsque le processus d’accélération se termine pour le cas
(i), (ii) et (iii). En supposant que la vitesse de groupe des rayons X, dans les gaz étudiés ici,
est égale à la vitesse de la lumière c, la durée d’impulsion X pour chaque cas est estimée
par :
τX,i =
LACi − LAB
c
. (5.1)
La longueur d’émission LAB et la distance LAC parcourue par le premier photon émis sont
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Figure 5.7 : Illustration schématique de trois mécanismes pouvant déterminer la durée de
l’impulsion X : (i) la taille du paquet d’électrons, (ii) la vitesse relative c − ve des élec-
trons, par rapport au rayonnement bêtatron, lors de l’accélération le long de la longueur
de déphasage Lϕ et (iii) la vitesse relative c − vg,L de la source, par rapport au rayon-
nement bêtatron, lors de l’accélération le long de la longueur d’épuisement laser Le´p. Les
points C sont les positions atteintes par les premiers photons à être émis en A lorsque le
processus d’émission se termine en B. Les ellipses bleues (rouges et grises) symbolisent les
paquets (resp. impulsions) d’électrons (resp. laser et bêtatron), les flèches noires l’injection
d’électrons dans l’onde de plasma.
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évaluées pour les trois cas mentionnés précédemment :
(i) La taille longitudinale du paquet d’électrons limite intrinsèquement la durée minimale
des impulsions X émises durant l’oscillation bêtatron du paquet d’électrons. LAB−LACi
est donc la taille longitudinale du paquet d’électrons, estimée à λp/2, soit ∼ 5 µm pour
ne0 = 12× 1019 cm−3. Par conséquent, la durée d’impulsion X est τX,i = λp/2c ≈ 17 fs.
(ii) Un électron oscillant dans une structure ionique voyage plus lentement que le rayon-
nement X qu’il émet (ve < vX = c). On en déduit que la durée de l’impulsion X
augmentera avec la distance d’accélération, équivalente ici à la longueur de déphasage
LAB = Lϕ (Fig. 1.7(b)). La distance parcourue par un photon X, durant le temps
d’accélération LAB/ve, est LACii = c (LAB/ve). Par conséquent, la durée d’impulsion X
est :
τX,ii =
LACii − LAB
c
=
LAB
c
(
c
ve
− 1
)
=
Lϕ
c
(
1− βe
βe
)
=
Lϕ
c
(
1− β2e
(1 + βe) βe
)
, (5.2)
τX,ii ≈
Lϕ
c
× 12γ2e
. (5.3)
Pour ne0 = 12 × 1019 cm−3, on a Lϕ = 400 µm. En prenant une énergie moyenne
γe = 140 (Fig. 5.2), on a τX = 0,03 fs.
(iii) La source du rayonnement bêtatron, c’est-à-dire le paquet d’électrons, peut émettre
des photons sur des distances plus longues que la longueur de déphasage d’un élec-
tron. En effet, si l’injection d’électrons est continue ou si les électrons subissent des
cycles d’accélération/décélération, la source continue à rayonner au-delà de la lon-
gueur de déphasage. Dans une telle configuration, l’émission bêtatron s’arrête dès
que l’impulsion laser n’est plus suffisamment intense pour maintenir un sillage la-
ser avec des champs électriques assez forts pour faire osciller les électrons. La dis-
tance au-delà de laquelle on considère l’impulsion laser comme épuisée est estimée par
Le´p = 3a0cτLγ2p (Tab. 1.2). Pour les paramètres expérimentaux de cette thèse, on es-
time que LAB = Le´p = 3 mm ≥ Lϕ. Puisque la source du rayonnement bêtatron se
déplace à la vitesse de groupe de l’impulsion laser (vg,L ≤ vX = c), la durée d’impulsion
X est :
τX,iii =
LACiii − LAB
c
=
LAB
c
(
c
vg,L
− 1
)
, (5.4)
τX,iii ≈
Le´p
c
× 12γ2p
, (5.5)
En utilisant les résultats du modèle de Lu et al. (Tab. 1.2), on a τX,iii = 3a0τL/2 ∼ 80 fs
pour τL = 40 fs et a0 = 1,3.
En conclusion, on a montré que la principale source contribuant à l’élargissement de la durée
de l’impulsion X est une émission continue du rayonnement bêtatron sur des longueurs
millimétriques. En utilisant l’Éq. 5.4 et γp ≈ 8, l’analyse d’une série de dix tirs consécutifs
montre que, en moyenne, la durée d’impulsion X à mi-hauteur est de ∼ 53 fs (resp. ∼
47 fs) pour du 99%H2 + 1%N2 (resp. H2 pur). En utilisant l’Éq. 1.87, la brillance pic du
rayonnement bêtatron, émis lors de l’interaction laser-plasma dans du 99%H2 + 1%N2, est
estimée à ∼ 5× 1020 photons/s/mm2/mrad2/0,1%4ω/ω.
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5.4 Simulations PIC et discussion
Des simulations PIC (Particle-in-Cell), utilisant le code WARP (Réf. [34]), ont été réalisées
afin de comparer les résultats expérimentaux à la théorie. Après avoir présenté les paramètres
des simulations (Sec. 5.4.1), on discutera de l’évolution de la charge des différentes espèces
d’électrons accélérés au cours de l’interaction (Sec. 5.4.2), et de ses conséquences sur les
mécanismes d’injection d’électrons dans l’onde de plasma (Sec. 5.4.3).
5.4.1 Remarques préliminaires à l’analyse des résultats de simulations
Les résultats expérimentaux sont analysés à l’aide de simulations PIC où une géométrie car-
tésienne 2D (xz) est utilisée pour simuler l’accélération plasma par sillage laser. On précise
que ces simulations PIC ne permettent que de commenter qualitativement les résultats ex-
périmentaux car, d’une part, la charge accélérée dans une géométrie 2D ne peut pas être
déterminée en valeur absolue, et d’autre part, l’évolution non-linéaire de l’impulsion laser
est différente selon le type de géométrie utilisée : 2D ou 3D (Réf. [210]). Le tube capillaire
diélectrique, composé de verre flotté de constante diélectrique εr = 2,25, est modélisé par
deux parois, séparées d’une distance égale au diamètre interne (2rcap = 152 µm) du tube
capillaire. Le profil longitudinal du plasma dans le tube est représenté par une rampe de
longueur L↗ = 2,5 mm, suivie d’un plateau de densité ne0 = 11 × 1018 cm−3. Puisqu’une
certaine sensibilité des propriétés des électrons à la forme du gradient avant a été montrée
en Sec. 4.5, on précise que les résultats de simulations PIC présentés dans cette thèse ont été
vérifiés pour différentes longueurs de gradient. Bien que les valeurs des grandeurs étudiées
dépendent de la longueur du gradient, on souligne que, qualitativement, les phénomènes
décrits en Sec. 5.4.2 et 5.4.2 sont également observés pour des gradients de longueur L↗
comprise entre 0,5 mm à 2,5 mm.
Les paramètres de l’impulsion laser sont fixés en accord avec les données expérimentales (Tab.
3.3), c’est-à-dire avec une valeur maximale de potentiel vecteur normalisé a0 = 1,3, une taille
au waist w0 = 17 µm, une durée à mi-hauteur τL = 40 fs et une position de focalisation de
z = 1 mm.
La stabilité numérique des simulations requiert une résolution du maillage parallèle (resp.
transverse) à la direction z de propagation de l’impulsion laser de 0,04 µm (resp. 0,33 µm)
ainsi que l’utilisation de quatre macro-particules par cellule.
L’ionisation des atomes a été implémentée dans WARP et est décrite par la théorie ADK (Réf.
[211]). De plus, afin d’identifier l’origine des électrons après leur ionisation, on crée une espèce
d’électron par état d’ionisation. Par exemple, pour un mélange de H2 et N2, huit espèces
d’électrons sont générées : une pour H2 et sept pour N2. Les énergies d’ionisation (EI) des
espèces d’électrons, c’est-à-dire des niveaux électroniques associées aux atomes utilisés dans
cette thèse, sont données dans la Tab. 5.1. La couleur d’une case de la table ne dépend pas
de la structure atomique de l’atome mais de la dynamique des électrons après leur ionisation
(Sec. 5.4.2). Les cellules en gris clair, blanc et noir correspondent aux niveaux électroniques
ayant une énergie d’ionisation arbitrairement qualifiée de basse, moyenne et haute (BEI, MEI
et HEI). Dans le cas des mélanges, les électrons BEI est un groupe d’électrons comprenant
les électrons BEI de l’hydrogène et ceux du dopants à électrons : N2, Ne ou Ar.
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Niveaux
H N Ne Ar
EI Symbole EI Symbole EI Symbole EI Symbole
1 13,6 −−, ∇, —, ∇ 14,5 −−,  21,6 −−,  15,8 Ø
2 29,6 Ø 41,0 −−, ∗ 27,6 Ø
3 47,5 Ø 63,5 −−, M 40,7 Ø
4 77,5 Ø 97,1 −−, + 59,8 Ø
5 97,9 Ø 126,2 −−, ◦ 75,0 Ø
6 552,1 —, M 158,0 −−, × 91,1 Ø
7 667,0 —, + 207,0 −−, / 124,3 Ø
8 239,1 −−, . 143,5 Ø
9 1196 Ø 422,5 −−, ∇
10 1362 Ø 478,7 −−, 
11 539,0 −−, ∗
12 618,3 —, M
13 686,1 —, +
14 755,7 —, ◦
15 854,8 —, ×
16 918,0 —, /
17 4121 Ø
18 4426 Ø
Table 5.1: Énergies d’ionisation (EI) en électron-volt pour l’hydrogène (H), l’azote (N), le
néon (Ne) et l’argon (Ar). Les cellules en gris clair, blanc et noir correspondent aux niveaux
électroniques ayant une énergie d’ionisation arbitrairement qualifiée de basse, moyenne et
haute (BEI, MEI et HEI). Les symboles correspondent à ceux utilisés sur la Fig. 5.8.
5.4.2 Blocage de l’auto-injection par injection induite par ionisation
Les évolutions de a0 et de la charge Qe,tot accélérée au-delà de Ee,min = 40 MeV sont simulées
pour du H2 pur (courbes bleues), du 99%H2 + 1%N2 (courbes rouges), du 99%H2 + 1%Ar
(courbes vertes) et du 99%H2 + 1%Ne (courbes jaunes). Les résultats de ces simulations sont
données sur la Fig. 5.8.
Le profil de densité électronique ne/ne0, selon la direction de propagation l’impulsion laser,
est représenté sur la Fig. 5.8(a) par une surface grisée. Comme observé sur la Fig. 5.8(a),
l’évolution de a0 au cours de la propagation de l’impulsion laser dans le milieu gazeux est
quasiment indépendante du choix du gaz. Elle est régie par l’auto-focalisation qui ne dépend
que de la puissance laser PL et de la densité électronique. L’auto-focalisation conduit à
l’augmentation de a0 jusqu’à atteindre ∼ 3 à z ∼ 2,7 mm. On indique le seuil d’auto-
injection (resp. injection induite par ionisation) par des lignes noires à tirets (resp. trait
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plein). Pour les paramètres laser-plasma choisis, on considère que l’injection induite par
ionisation commence pour a0 ≈ 1,7 (Sec. 1.3.5, Réf. [120]) alors que l’auto-injection requiert
a0 & 2 pour capturer et accélérer des électrons (Sec. 1.3.4, Réf. [64]). En conclusion, les
deux mécanismes d’injection sont possibles et l’origine des électrons doit être examinée pour
conclure sur la nature du mécanisme injectant les électrons dans l’onde de plasma.
Préalablement à une telle étude, on vérifie que la charge Qe,tot est, qualitativement, en accord
avec les résultats expérimentaux. Pour cela, on trace sur la Fig. 5.8(b) la charge totale, c’est-
à-dire la somme des charges de chaque espèce d’électrons, en fonction de la position z dans
le plasma. On constate que :
1. Une charge plus importante est accélérée lorsque le 99%H2 + 1%N2 et le 99%H2 + 1%Ar
sont utilisés par rapport à du H2 pur ou du 99%H2 + 1%Ne.
2. La dynamique d’injection est similaire pour le 99%H2 + 1%N2 et le 99%H2 + 1%Ar.
3. La dynamique d’injection est similaire pour le H2 pur et le 99%H2 + 1%Ne.
4. En présence de 99%H2 + 1%N2 ou de 99%H2 + 1%Ar, l’injection puis l’accélération
d’électrons est plus précoce que pour le H2 pur ou le 99%H2 + 1%Ne.
Ces résultats sont en accord avec les observations expérimentales des Sec. 5.2 et 5.3. Par
conséquent, on considère que les simulations PIC réalisées dans cette thèse sont un bon outil
pour examiner théoriquement l’origine des électrons accélérés.
On trace sur les Fig. 5.8(c)-(d) les différentes espèces d’électrons, provenant des atomes de H
et de N, qui sont capturés puis accélérés par l’onde de plasma. On choisit de différencier les
électrons MEI, associés aux ions N6+ et N7+ (Fig. 5.8(d)), du reste des électrons BEI, associés
aux ions H+ et N1−5+(Fig. 5.8(c)), car on remarque qu’ils sont cent fois plus nombreux à être
accélérés. On considère donc que seuls les électrons MEI peuvent être capturés par l’onde
de plasma. Le mécanisme injectant les électrons MEI, discuté en Sec. 1.3.5, est l’injection
induite par ionisation. Sachant que les électrons BEI sont injectés selon le mécanisme d’auto-
injection, on en déduit que la présence d’injection induite par ionisation des électrons MEI
bloque l’auto-injection des électrons BEI. On observe que l’injection induite par ionisation
commence ∼ 1 mm avant l’auto-injection (Fig. 5.8(b)), ce qui est conforme avec le profil
d’émission de la Fig. 5.6(b). Dans tous les cas, le processus d’injection s’arrête lors de la
diminution de a0 pour z ≥ 3 mm. Par conséquent, la « longueur d’injection » pour l’injection
induite par ionisation des électrons MEI est plus grande que celle de l’auto-injection des
électrons BEI. Ceci est interprété comme étant la raison pour laquelle la charge accélérée en
présence de 99%H2 + 1%N2 est significativement plus importante, comme constatée expéri-
mentalement sur la Fig. 5.2. Finalement, l’accélération d’une faible quantité d’électrons BEI
est attribuée à la présence d’un sillage généré par les électrons MEI capturés par injection
induite par ionisation.
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Figure 5.8 : Résultats de simulations PIC 2D pour un profil longitudinal de densité ne/ne0,
représenté par la zone grisée et composé de H2 pur (courbe bleues), de 99%H2 + 1%N2
(courbes rouges), de 99%H2 +1%Ar (courbes vertes), de 99%H2 +1%Ne (courbes jaunes) à
ne0 = (11± 1)× 1018 cm−3. (a) Évolution du maximum a0 du potentiel vecteur normalisé
de l’impulsion laser en fonction de la position z au sein du plasma. (b) Idem pour la
charge totale, accélérée au-delà de Ee,min = 40 MeV, des paquets d’électrons. (c)-(h) Idem
par espèce d’électrons. À chaque espèce est associée un symbole, et les courbes en trait
plein (resp. à tirets) sont utilisées pour des espèces considérées comme capturées (resp.
non-capturées). Les lignes noires à trait plein (resp. tirets) illustrent les seuils théoriques
de l’ionisation induite par ionisation (resp. auto-injection).
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Une tendance similaire a été observée pour le 99%H2 + 1%Ar. En effet, en traçant sur les Fig.
5.8(e)-(f) les différentes espèces d’électrons, on constate que les charges associées aux ions
Ar1−8+ ne sont pas capturées et que peu de charges associées aux ions Ar9−11+ sont accélérées
comparé à celles associées aux ions Ar12−16+. Par conséquent, on qualifie ces deux premières
espèces d’électrons BEI et la troisième d’électrons MEI. Pour ce gaz, on constate qu’il existe
également une troisième espèce correspondant aux électrons HEI. En effet, les intensités laser
au cours de la propagation ne permettent pas d’ioniser les deux derniers électrons des atomes
de Ar (Tab. A.3). Comme suggéré par les résultats expérimentaux, ces simulations confirment
que la quantité de charge piégée, mais également la dynamique d’injection, sont similaires à
celles observées en présence de 99%H2 + 1%N2.Ce résultat peut être différent à plus haute
intensité laser. En effet, McGuffey et al. ont montré qu’une impulsion laser avec a0 = 4,
se propageant dans du 95%He + 5%N2 à ne0 = 1019 cm−3, conduit à l’injection transverse
indifférenciée des électrons BEI et MEI (Réf. [101]). Ceci est le résultat d’une ionisation
des électrons MEI sur le front montant d’intensité laser, c’est-à-dire hors du pic d’intensité.
Les électrons ainsi ionisés acquièrent un moment transverse résiduel (Sec. 1.3.5) ce qui les
empêchent de dériver longitudinalement dans la bulle de plasma, comme cela est le cas dans
un schéma d’injection induite par ionisation. Leur trajectoire devient semblable à celle des
électrons BEI auto-injectés transversalement. Puisque les électrons MEI du Ar ont des EI
différentes de celles des électrons MEI du N (Tab. 5.1), cette modification de dynamique
d’injection peut se produire à des intensités laser plus élévées que pour du 99%H2 + 1%Ar.
Les charges accélérées lors de l’interaction de l’impulsion laser avec du 99%H2 + 1%Ne sont
données sur les Fig. 5.8(g)-(h). Contrairement aux deux cas précédents, les charges du do-
pants à électrons ne sont quasiment pas capturées puisque les électrons du Ne sont dix fois
moins nombreux à être accélérés par rapport ceux du H. Ce résultat est conforme avec l’ob-
servation expérimentale de la Fig. 5.3(a), où l’évolution de la charge accélérée durant un
balayage en densité électronique était similaire pour le 99%H2 + 1%Ne et le H2 pur. On note
également que les électrons associés aux ions Ne9+ et Ne10+ ne sont pas capturés car ils ne
sont pas ionisés par l’impulsion laser auto-focalisée (Tab. A.3).
En résumé, pour les conditions expérimentales explorées dans cette thèse, l’utilisation de
dopants à électrons avec des EI comprises entre ∼ 500 eV et ∼ 1000 eV permet de favoriser
l’injection induite par ionisation d’électrons MEI par rapport à l’auto-injection d’électrons
BEI. À présent, il convient d’étudier la nature du processus conduisant au blocage de l’auto-
injection des électrons BEI.
5.4.3 Processus bloquant l’auto-injection
Une des conséquences de la présence de dopants à électrons est le blocage de l’auto-injection
des électrons BEI par l’injection induite par ionisation des électrons MEI. Avant de discuter
du processus aboutissant à ce résultat, il est nécessaire de distinguer deux types d’injection :
les injections transverses et les injections longitudinales, relativement à la direction de pro-
pagation de l’impulsion laser. Les simulations PIC ont montré que l’auto-injection est, en
général, un mécanisme d’injection transverse (Réf. [64] et Sec. 1.3.4). On précise toutefois
qu’il a été mis en évidence, par Corde et al. (Réf. [100]), une auto-injection dite longitudinale
pour des paramètres laser-plasma proches de ceux utilisés dans cette thèse. Ce mécanisme
sera négligé dans la discussion qui suit car les charges accélérées (∼ 1 pC) sont faibles de-
vant les charges injectées (∼ 100 pC) lors d’une auto-injection transverse. Quant à l’injection
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induite par ionisation, elle est intrinsèquement longitudinale.
Dans les simulations, puisque les électrons sont traités comme des espèces distinctes selon
leur niveau d’ionisation, on peut examiner l’influence du piégeage des électrons MEI du N
sur celui des électrons BEI du H et N. Pour cela, on donne les cartes de densités électroniques
de ces deux espèces d’électrons sur la Fig. 5.9 pour le H2 pur et le 99%H2 + 1%N2. Les Fig.
5.9(a)-(c) représentent les cartes de densité électronique, pour trois positions longitudinales,
en présence de H2 pur. Les Fig. 5.9(d)-(f) (resp. Fig. 5.9(g)-(i)) représentent les cartes de
densité électronique des électrons BEI (resp. MEI) du 99%H2 + 1%N2. Les lignes blanches
sur les Fig. 5.9(g)-(i) indiquent la position de l’impulsion laser.
Initialement, au début de l’injection induite par ionisation (z . 950 µm), les cartes de densité
des électrons BEI du 99%H2 + 1%N2 et du H2 pur sont identiques, comme cela peut être
constaté en comparant les Fig. 5.9(a) et 5.9(d). Pour z & 950 µm, les électrons MEI du
99%H2 + 1%N2 sont progressivement injectés à l’arrière de la bulle de plasma, selon une
trajectoire longitudinale depuis le pic d’intensité (x = 0) de l’impulsion laser (Fig. 5.9(g)).
On précise que, bien que les électrons soient injectés longitudinalement, ils peuvent toujours
osciller dans la bulle de plasma, et donc rayonner, grâce à leur moment transverse résiduel
acquis lors d’une ionisation hors pic (Sec. 1.3.5).
Au cours de l’interaction laser-plasma, l’auto-focalisation augmente l’intensité de l’impulsion
laser (Fig. 5.8(a)) si bien que le sillage laser devient progressivement non-linéaire, comme en
l’atteste la distribution localisée des électrons dans le plasma sur les Fig. 5.9(b),(c). Cepen-
dant, dans le cas du 99%H2 + 1%N2, la présence des électrons MEI injectés longitudinalement
(Fig. 5.9(h),(i)) empêche les électrons BEI d’être injectés transversalement qui sont repous-
sés hors de l’axe optique, comme cela peut être constaté en comparant les Fig. 5.9(b),(c)
avec les Fig. 5.9(e),(f). On explique donc le déficit d’électrons, au voisinage de l’axe optique,
observé sur les Fig. 5.9(e),(f) comme étant une conséquence de l’expulsion des électrons BEI
par les électrons MEI déjà injectés à cette position (Fig. 5.9(h),(i)). Cette modification du
sillage laser due à la présence d’injection induite par ionisation bloque in fine l’auto-injection
transverse. Ce phénomène est possible car l’auto-focalisation augmente lentement un a0 ini-
tialement faible (a0 . 2). En effet, puisque le seuil en a0 de l’injection induite par ionisation
est atteint avant celui de l’auto-injection, les électrons peuvent être capturés en nombre suf-
fisant selon l’injection induite par ionisation avant que l’auto-injection ne débute. Dans le
cas contraire, l’utilisation d’impulsions laser avec un a0 initial plus élevé ionise les électrons
MEI hors du pic d’intensité laser, ce qui conduit à une injection transverse des électrons BEI
et MEI (Réf. [101]).
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Figure 5.9 : Modification de la structure du sillage laser conduisant au blocage de l’auto-
injection transverse par l’injection induite par ionisation. (a), (b) et (c) Cartes de densités
électroniques ne0 dans du H2 pur à différentes positions longitudinales. (d), (e) et (f) Idem
pour les électrons associés à H+ et N+,2+,3+,4+. (g), (h) et (i) Idem pour les électrons
associés à N5+,6+, et position de l’impulsion laser indiquée par des courbes blanches.
137
Chapitre 5 Étude comparative de l’injection induite par ionisation et l’auto-injection
5.5 Conclusion
L’injection induite par ionisation pour différents mélanges de gaz a été principalement exa-
minée dans un régime à haute densité électronique (∼ 1019 cm−3), où la valeur de la charge
accélérée et sa stabilité étaient optimales. Les propriétés des paquets d’électrons dans du
99%H2 + 1%N2 ont été étudiées avec un tube capillaire, de rayon interne rcap = 76 µm, de
longueur Lcap = 20 mm et de densité de plateau ne0 = (12± 2)×1018 cm−3, et sont résumées
par :
• Charge accélérée au-delà de 40 MeV : Qe,tot = 100±20 pC, soit une augmentation de 100%
par rapport au H2 pur.
• Énergie moyenne : 〈Ee〉 ∼ 70 MeV quel que soit le gaz utilisé.
• Divergence à mi-hauteur : Θe ∼ 23 mrad, soit une augmentation de 300% par rapport au
H2 pur.
L’augmentation de la charge résulte d’une production plus importante d’électrons divergents
en présence de dopants de N2. On précise que des résultats analogues ont été obtenus avec du
99%H2 + 1%Ar. À contrario, les paquets accélérés dans du 99%H2 + 1%Ne ont des propriétés
proches du H2 pur. Ces résultats indiquent que l’injection et l’accélération des électrons
dépendent des éléments qui composent le milieux gazeux. Pour les paramètres laser-plasma
étudiés dans ce chapitre, les mécanismes d’auto-injection et d’injection induite par ionisation
sont possibles, si bien qu’il n’est pas possible de conclure sur le mécanisme dominant de
l’injection des électrons dans l’onde de plasma.
L’analyse du rayonnement bêtatron sortant des tubes capillaires permet d’obtenir des infor-
mations complémentaires. Premièrement, selon la méthode de l’ombroscopie X, une injec-
tion plus précoce dans le cas du 99%H2 + 1%N2 a été observée, indiquant que les premiers
électrons à être accélérés sont piégés selon le mécanisme d’injection induite par ionisation.
Deuxièmement, la méthode des filtres de Ross a permis de déterminer l’énergie critique, en
supposant que le spectre du rayonnement bêtatron est proche d’un spectre synchrotron. Cette
hypothèse a été testée en essayant différentes formes de spectres telles qu’un « double spectre
synchrotron ». Il a été trouvé qu’un « simple spectre » synchrotron est une approximation
satisfaisante pour la méthode des filtres de Ross. Les propriétés du rayonnement bêtatron
lors de l’accélération d’électrons dans du 99%H2 + 1%N2 à ne0 = (11± 2)× 1018 cm−3 sont :
• Énergie critique d’un spectre supposé synchrotron : Ec ∼ 7 keV.
• Taille transverse de la source : rβ ∼ 3 µm.
• Fluence du rayonnement bêtatron pour des photons d’énergie EX ≥ 2 keV :
ΓX ∼ 105 photons.mrad−2.
• Durée mi-hauteur, principalement due à une émission bêtatron sur des longueurs millimé-
triques : τX ∼ 53 fs.
• Brillance : BX ∼ 5× 1020 photons/s/mm2/mrad2/0,1%4ω/ω.
Une source de lumière bêtatron présente un meilleur rendement si du 99%H2 + 1%N2 est
utilisé à la place du H2. En effet, à puissance laser égale, l’augmentation de charges accélé-
rées dans le cas du 99%H2 + 1%N2 conduit à une augmentation de 100% de la fluence du
rayonnement bêtatron.
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Bien que l’analyse du rayonnement bêtatron ait montré que les premiers électrons à être
accélérés sont piégés selon le mécanisme d’injection induite par ionisation, les résultats ex-
périmentaux ne permettent pas de déterminer si la totalité des électrons sont injectés selon
ce processus. En effet, une injection hybride, combinant auto-injection et injection induite
par ionisation peut être envisagée pour les paramètres laser-plasma considérés dans cette
thèse. Afin de discuter de cette possibilité, des simulations PIC utilisant le code WARP ont
été réalisées. Il a été montré que la théorie est qualitativement en accord avec les résultats
expérimentaux. De plus, le blocage de l’auto-injection des électrons BEI par l’injection in-
duite des électrons MEI a été mise en évidence pour des dopants à électrons possédant des
électrons MEI dont l’énergie d’ionisation est comprise entre ∼ 500 eV et ∼ 1000 eV. L’in-
jection, longitudinale et précoce, des électrons MEI du 99%H2 + 1%N2 dans le sillage laser
empêche, par leur présence, l’auto-injection transverse des électrons BEI du 99%H2 + 1%N2.
Ceci conduit in fine à une injection « plus longue » où une quantité de charges plus impor-
tante est accélérée.
Des travaux complémentaires, utilisant une géométrie 3D et suivant chacune des particules
(particle tracking), sont nécessaires pour étudier théoriquement le rayonnement bêtatron et
approfondir l’étude des conditions de piégeage des mécanismes examinés dans cette thèse.
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Conclusion et perspectives
Cette thèse traite des mécanismes d’injection d’électrons lors de l’accélération plasma par
sillage laser dans des tubes capillaires diélectriques. Deux mécanismes de piégeage d’électrons
par une onde de plasma, l’auto-injection et l’injection induite par ionisation, ont été étudiés
grâce à l’analyse des propriétés des paquets d’électrons, ainsi que l’étude du rayonnement
émis au cours de leur accélération, le rayonnement bêtatron. Après avoir brièvement résumé
les résultats de cette thèse, on discutera de leur implication pour la conception de l’injecteur
ELISA, un injecteur laser-plasma s’intégrant dans le projet d’accélération plasma multi-
étages proposé par CILEX. Finalement, on donnera quelques perspectives générales pour
l’accélération plasma par sillage laser.
Résultats expérimentaux et numériques
Stabilité et reproductibilité des paquets d’électrons
Deux campagnes expérimentales d’accélération plasma par sillage laser ont été réalisées au
LLC où une chaîne laser Titane:Saphir, fournissant des impulsions de durée à mi-hauteur
∼ 40 fs et de puissance laser sur cible ∼ 17 TW, a été utilisée. La focalisation du faisceau
laser par une parabole hors-axe et la correction du front d’onde par un miroir déformable
ont contribué à la production de taches focales de bonne qualité avec des intensités laser
crête de ∼ 4 × 1018 W.cm−2, correspondant à des potentiels vecteurs normalisés de ∼ 1,3.
Bien que cette valeur soit inférieure aux seuils d’auto-injection (∼ 2) et d’injection induite
par ionisation (∼ 1,7), l’auto-focalisation de l’impulsion laser se propageant dans des gaz
sous-denses (. 1019 cm−3) a permis d’atteindre des intensités telles que les deux mécanismes
d’injection ont été observés.
Les études expérimentales ont bénéficié de faisceaux laser particulièrement stables grâce à
l’utilisation d’un système actif de stabilisation de pointé laser, composé d’un inhibiteur de tir
et d’un verrouillage de pointé. Outre une diminution de la fluctuation du pointé laser, passant
de 3,5 µm à 2,8 µm, l’emploi d’un tel système présente l’avantage de réduire drastiquement
la déviation maximale des fluctuations de pointé laser, passant de ∼ 150 µm à ∼ 20 µm. Ce
résultat a été primordial pour préserver l’intégrité des cibles gazeuses utilisées dans cette
thèse : les tubes capillaires.
Des tubes capillaires diélectriques ont été employés pour confiner le milieu gazeux, siège de
l’interaction laser-plasma. L’utilisation conjointe de simulations fluide et de mesures interfé-
rométriques a permis de caractériser le profil de gaz selon l’axe optique. Il se compose d’un
gradient montant de 2,5 mm, d’un plateau de 15 mm et d’un gradient descendant de 2,5 mm
pour un tube capillaire de longueur 20 mm. En régime permanent, les densités électroniques
obtenues sur le plateau étaient comprises entre 4× 1018 cm−3 et 26× 1018 cm−3 et l’écoule-
ment était laminaire et non-choqué, ce qui favorise la production de paquets d’électrons aux
141
Conclusion
propriétés stables par rapport aux jets de gaz. Les paquets d’électrons aux propriétés les plus
stables ont été obtenus avec un tube capillaire, de rayon interne de 89 µm et de longueur
10 mm, contenant du H2 pur à une densité électronique de plateau (10± 1,5) × 1018 cm−3.
Une série de trente tirs, avec une cadence de deux tirs par minute, a conduit à la production
de paquets d’électrons auto-injectés dont les propriétés sont :
• Charge accélérée au-delà de 40 MeV : 66± 7 pC.
• Énergie moyenne : 65± 6 MeV.
• Divergence à mi-hauteur : 9± 1 mrad.
• Écart-type des fluctuations de pointé : 2,3 mrad.
Trois sources de fluctuations et de dérives des propriétés des paquets d’électrons ont été
discutées : dérive d’énergie laser, modification du gradient montant de densité électronique et
fluctuation du pointé laser. Des contraintes sur le régime de fonctionnement ont été proposées
afin d’atteindre la stabilité présentée ci-dessus :
1. Suite à une dérive en énergie laser de ∼ 10% , une modification de la répartition en
énergie des électrons dans le paquet a été constatée, provoquant une augmentation de
∼ 17% de l’énergie moyenne du paquet et une réduction de ∼ 30% de sa divergence. La
réduction des fluctuations et dérives de l’énergie laser en-deçà du 1% devrait permettre
d’améliorer la stabilité des propriétés des paquets d’électrons.
2. L’évolution du profil de densité dans un tube capillaire, due à une ablation progressive
de la paroi du tube par le faisceau laser au voisinage du trou d’entrée, peut conduire
à une modification des propriétés des électrons après une utilisation prolongée. Ce
phénomène peut être limité lors d’un fonctionnement en régime de saturation (≥ 14×
1018 cm−3), où la modification du gradient montant de densité électronique ne conduit
pas à une modification de la charge accélérée.
3. La stabilisation et le verrouillage du pointé laser permettent, d’une part, de réduire les
fluctuations tir à tir des propriétés des paquets d’électrons auto-injectés, et d’autre part,
de prolonger significativement la durée de vie des tubes capillaires. De tels résultats ont
été constatés pour des fluctuations de pointé laser n’excédant pas 3 µm en écart-type
et 30 µm en déviation maximale.
Auto-injection et injection induite par ionisation
L’auto-injection et l’injection induite par ionisation ont été comparées théoriquement et
expérimentalement. En pratique, cela a consisté à étudier l’impact de la composition du
milieu gazeux sur les propriétés des paquets d’électrons. Une analyse statistique a été réalisée
pour du H2 pur et des mélanges contenant 1% de dopants à électrons (N2, Ne ou Ar) dans
un régime à haute densité électronique (∼ 1019 cm−3), où la valeur de la charge accélérée
et sa stabilité étaient optimales. Les propriétés des paquets d’électrons accélérés dans un
tube capillaire, de rayon interne rcap = 76 µm et de longueur Lcap = 20 mm, contenant du
99%H2 + 1%N2 à une densité de plateau (12± 2)× 1018 cm−3, sont :
• Charge accélérée au-delà de 40 MeV : 100 ± 20 pC, soit une augmentation de 100% par
rapport au H2 pur.
• Énergie moyenne : ∼ 70 MeV quel que soit le gaz utilisé.
142
Conclusion
• Divergence à mi-hauteur : ∼ 23 mrad, soit une augmentation de 300% par rapport au H2
pur.
Des résultats analogues ont été obtenus avec du 99%H2 + 1%Ar alors que les paquets accélé-
rés dans du 99%H2 + 1%Ne ont des propriétés proches du H2 pur, indiquant que l’injection et
l’accélération des électrons dépendent des dopants qui composent le milieu gazeux. Puisque
les deux mécanismes d’injection sont possibles pour les paramètres laser-plasma étudiés dans
cette thèse, il n’est pas possible de conclure, à partir des propriétés des électrons, sur le mé-
canisme responsable de l’injection d’électrons en présence de dopants. Afin d’approfondir
l’interprétation des observations expérimentales, il a donc été nécessaire de mettre en œuvre
des diagnostics supplémentaires, comme ce fut le cas avec l’observation et l’analyse du rayon-
nement bêtatron.
Outre un gain en stabilité apporté par le confinement du gaz dans des tubes capillaires, leur
utilisation a également permis de réaliser l’étude du rayonnement bêtatron par ombroscopie
X sur les parois des tubes capillaires, réalisant ainsi une caractérisation non-invasive de l’in-
jection et de l’accélération des électrons du plasma. La mise en place d’une telle méthode,
pour le dispositif expérimental utilisé au cours de cette thèse, a imposé l’emploi de tubes
capillaires de longueur supérieure à 20 mm. Cependant, on a également montré que l’utilisa-
tion de long tubes diminue la précision de cette technique à cause de limitations multiples :
incertitudes dues à la taille de la source, signal bruité par les réflexions des rayons X sur les
parois du tube, diffusion du paquet d’électrons par l’impulsion laser. Par conséquent, il a été
choisi des tubes capillaires de longueur 20 mm lors de l’étude expérimentale, réalisant ainsi
un compromis entre faisabilité et précision de la méthode d’ombroscopie.
L’analyse du rayonnement bêtatron sortant des tubes capillaires a permis d’obtenir des
informations complémentaires sur la dynamique d’injection des électrons dans l’onde de
plasma. Trois paramètres du rayonnement bêtatron, correspondant chacun à un paramètre de
la source de rayons X, c’est-à-dire le paquet d’électrons, ont été mesurés lors de l’accélération
d’électrons dans du 99%H2 + 1%N2 à (11± 2)× 1018 cm−3.
1. Selon la méthode de l’ombroscopie X sur les parois des tubes capillaires, l’émission
bêtatron s’est produite sur ∼ 3 mm, soit la longueur sur laquelle oscille le paquet. La
durée à mi-hauteur en résultant a été estimée à ∼ 53 fs. De plus, une injection plus
précoce en présence de 99%H2 + 1%N2 comparé au H2 pur a été observée, indiquant
que les premiers électrons à être accélérés sont piégés selon le mécanisme d’injection
induite par ionisation.
2. La méthode des filtres de Ross a permis de déterminer l’énergie critique, en supposant
que le spectre du rayonnement bêtatron est proche d’un spectre synchrotron. Cette
hypothèse a été testée en essayant différentes formes de spectres telles qu’un « double
spectre synchrotron ». Il a été trouvé qu’un « simple spectre » synchrotron est une
approximation satisfaisante pour la méthode des filtres de Ross. Une énergie critique
de ∼ 7 keV a été mesurée, ce qui correspond à une taille transverse de ∼ 3 µm selon le
modèle du paquet d’électrons oscillant dans un canal ionique.
3. La quantité de signal détectée sur la caméra a permis, après détermination de l’énergie
critique, d’estimer la fluence du rayonnement bêtatron à ∼ 105 photons.mrad−2. De
plus, il a été montré que la corrélation tir à tir de la fluence avec la charge pondérée
par le carré de l’énergie des électrons est linéaire, comme décrit par le modèle d’un
paquet d’électrons oscillant dans un canal ionique. Le coefficient directeur de cette
corrélation a permis d’estimer le nombre d’oscillations bêtatron à ∼ 3.
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La détermination de la durée d’impulsion X, de la taille de la source et de la fluence a
permis d’estimer la brillance à ∼ 5 × 1020 photons/s/mm2/mrad2/0,1%4ω/ω. Une source
de lumière bêtatron présente un meilleur rendement si du 99%H2 + 1%N2 est préféré à du
H2 pur. En effet, à puissance laser égale, l’augmentation de charges accélérées dans le cas du
99%H2 + 1%N2 conduit à une augmentation de 100% de la fluence du rayonnement bêtatron.
Bien que l’analyse du rayonnement bêtatron ait montré que les premiers électrons à être
accélérés sont piégés selon le mécanisme d’injection induite par ionisation, les résultats expé-
rimentaux ne permettent pas de déterminer si la totalité des électrons sont injectés selon ce
processus. Des simulations PIC utilisant le code WARP ont été réalisées afin d’approfondir
l’interprétation des résultats expérimentaux. Outre le bon accord entre théorie et expérience,
le blocage de l’auto-injection des électrons BEI par l’injection induite des électrons MEI a été
mis en évidence pour des mélanges contenant des dopants à électrons dont les énergies d’io-
nisation des électrons MEI sont comprises entre ∼ 500 eV et ∼ 1000 eV. L’injection induite
par ionisation est longitudinale et précoce, si bien que les électrons MEI du 99%H2 + 1%N2
empêchent, par leur présence dans le sillage laser, l’auto-injection transverse des électrons
BEI du 99%H2 + 1%N2. Ceci conduit in fine à une injection « plus longue » où une quantité
de charges plus importante est accélérée.
Des travaux complémentaires, utilisant une géométrie 3D et suivant chacune des particules
(particle tracking), sont nécessaires pour étudier théoriquement le rayonnement bêtatron et
approfondir l’étude des conditions de piégeage des mécanismes examinés dans cette thèse.
En revanche, les travaux présentés précédemment permettent d’ores et déjà de proposer des
recommandations et d’établir des contraintes pour la conception d’ELISA.
Conclusions pour ELISA
ELISA est un projet d’injecteur laser-plasma d’électrons qui s’intègre dans un schéma d’ac-
célération plasma multi-étages. Il doit être capable de fournir, de manière stable et reproduc-
tible, des paquets d’électrons relativistes à haute charge et de faible divergence. Au vu des
résultats expérimentaux, plusieurs recommandations peuvent être proposées pour la concep-
tion et l’utilisation d’ELISA :
• Un écoulement laminaire doit être préféré au jet de gaz, turbulent et sonique, afin de
stabiliser les propriétés des paquets d’électrons.
• La forme et l’extension des gradients de gaz aux extrémités du plateau de densité électro-
nique doivent être connues et contrôlées. Plus le gradient est court et plus le seuil en densité
électronique d’injection est bas, favorisant l’accélération des électrons à haute énergie.
• La cadence de tir est actuellement limitée par la vitesse de pompage du gaz dans l’enceinte
expérimentale. La quantité de gaz à évacuer peut être réduite en diminuant le diamètre
des fuites de gaz. Or, plus ce diamètre est faible et plus l’impulsion laser est susceptible
d’interférer avec la structure de confinement du gaz, provoquant ainsi un élargissement
du trou de la face avant de la cible. Ceci conduit à l’évolution de la forme des gradients,
ce qui peut être préjudiciable pour la stabilité des propriétés des paquets d’électrons. Le
fonctionnement de l’injecteur dans un régime peu sensible à la forme du profil, soit à
plus haute densité, pourrait minimiser cette source de dérive des propriétés des paquets
d’électrons. De plus, l’utilisation d’un système de stabilisation de pointé, comme celui
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développé au LLC, doit permettre de prolonger la durée de vie des cibles gazeuses en
diminuant la déviation maximale et les dérives lentes du pointé laser.
• L’injection et l’accélération des électrons dépend de paramètres laser tels que la puissance
et l’intensité. Expérimentalement, ces derniers fluctuent essentiellement à cause d’une mau-
vaise reproductibilité du dernier étage d’amplification d’énergie laser. Pour les paramètres
laser-plasma étudiés dans cette thèse, une contrainte sur la stabilité en énergie laser a été
proposée pour obtenir les propriétés des paquets d’électrons présentées précédemment :
. 1%.
• À puissance laser donnée (∼ 17 PW), l’utilisation de l’injection induite par ionisation
augmente la quantité de charges accélérés par rapport à l’auto-injection. L’injection induite
par ionisation peut donc être utilisée pour augmenter le rendement de l’injecteur.
Pour les paramètres laser-plasma étudiés dans cette thèse, les électrons accélérés ont des
spectres exponentiels en énergie, résultat d’une injection continue, c’est-à-dire une injec-
tion considérée comme non-ponctuelle par rapport la longueur d’accélération des électrons.
Ce type de distribution n’est pas optimal pour l’injection des paquets dans une ligne de
transport et/ou un second étage accélérateur. En effet, chaque ligne de transport et étage
accélérateur dispose de « fenêtres en énergie », au-delà desquelles les électrons ne peuvent
être capturés. Pour le projet DACTOMUS, une ligne de transport a été développée pour
des électrons d’énergies 50± 5 MeV. Au vu de la distribution en charge des électrons dans le
paquet, la transmission de cette ligne serait de ∼ 10%, soit ∼ 10 pC. Afin de minimiser les
pertes d’électrons dans la ligne de transport, et le rayonnement en résultant, il est nécessaire
d’améliorer la dispersion des paquets produits. Puisque cette dernière résulte d’une injection
continue dans un milieux long, Chen et al. (Réf. [120]) ont proposé et étudié l’utilisation
de l’injection induite par ionisation dans des milieux courts pour réduire la dispersion en
énergie des paquets d’électrons. Ceci est actuellement examiné, expérimentalement et nu-
mériquement, par l’équipe ITFIP en collaboration avec l’équipe PHI du CEA Saclay. Les
propriétés des paquets d’électrons accélérés dans une cellule de gaz de longueur variable sont
étudiées en fonction de la longueur du plasma (Réf. [128]). Puisque l’utilisation de milieux
courts provoque l’arrêt prématuré de l’injection d’électrons, une diminution de la quantité
de charges accélérées est attendue. Cependant, il est envisagé de contrer cette diminution de
charge en augmentant la proportion de dopants dans le mélange.
Perspectives pour l’accélération plasma par sillage laser
L’utilisation des paquets d’électrons, ainsi que des impulsions X, générés lors de l’accélération
plasma par sillage laser est actuellement limitée par le faible taux de répétition (∼ 1 Hz) et
le mauvais rendement (∼ 0,1 %) du processus. À titre de comparaison, la fréquence de
répétition (resp. rendement) d’un accélérateur linéaire conventionnel est de ∼ 10 − 100 Hz
(resp. ∼ 50%). La cadence de répétition du schéma d’accélération laser-plasma étudié dans
cette thèse est limitée par la vitesse de pompage du gaz entre deux tirs laser. De plus, en
supposant qu’on puisse s’affranchir de cette contrainte, le refroidissement des cristaux des
étages amplificateurs ne permettrait pas une fréquence de tirs au-delà de ∼ 10 Hz. Quant au
rendement, il est le rendement global, résultant d’une série de conversion d’énergie : ∼ 0,5%
du réseau électrique au faisceau laser, ∼ 50% du faisceau laser à l’onde de plasma, ∼ 40%
de l’onde de plasma au paquet d’électrons (Réf. [212]).
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L’emploi de lasers fibrés a été récemment proposé comme schéma alternatif aux chaînes
laser Titane:Saphir (Réf. [213]). En effet, cette technologie laser présente un rendement,
entre le réseau électrique et le faisceau laser, de ∼ 20% et une fréquence de répétition de
∼ 1 kHz. Depuis le développement des premiers lasers fibrés, la puissance laser maximale a
été augmentée, passant de ∼ 1 mW à ∼ 1 kW, en régime continu ou pulsé, avec une qualité
de faisceau proche de la limite de diffraction (Réf. [214]). Cependant, ces puissances laser
sont toujours faibles par rapport à celles des chaînes laser utilisées jusqu’à présent. Par
conséquent, l’emploi des lasers fibrés pour l’accélération plasma par sillage laser requiert
l’utilisation d’un grand nombre d’impulsions laser. Bien que des techniques d’accélération
plasma utilisant plusieurs impulsions issues de laser fibrés aient été proposées, la faisabilité
d’un tel schéma reste à démontrer expérimentalement. Parmi les schémas proposés, on cite
notamment l’accélération plasma dans le sillage d’un train d’impulsions laser (MP-LWFA =
Multi-Pulse Laser WakeField Acceleration, Réf. [215]), ou encore l’accélération plasma dans
le sillage d’une combinaison incohérente d’impulsions laser (Réf. [216]).
Le développement de ces techniques d’accélération plasma à haute cadence nécessite le dé-
ploiement de diagnostics capables d’observer, avec une bonne résolution temporelle et spa-
tiale, des paquets d’électrons femtosecondes de taille micrométrique avec un courant crête
de ∼ 1 kA produit toutes les ∼ 1 ms. De plus, l’utilisation subséquente de ces paquets d’élec-
trons impose que le diagnostic soit non-destructif, voire peu perturbatif. Il convient donc de
noter que les écrans fluorescents utilisés au cours de cette thèse ne sont pas adaptés pour
caractériser une source d’électrons produits par accélération plasma à haute cadence. En
effet, d’une part, les écrans fluorescents ont un temps caractéristique de phosphorescence de
∼ 660 µs ce qui ne permet pas de distinguer deux tirs consécutifs, et d’autre part, le pas-
sage du paquet d’électrons à travers l’écran détériore considérablement ses propriétés. Afin
de pallier à ces limitations, des diagnostics alternatifs sont en cours de développement, tels
que l’émission Smith-Purcell cohérente (Réf. [217, 218]) ou encore l’émission cohérente du
rayonnement de transition (COTR = Coherent Optical Transition Radiation, Réf. [219]).
À terme, ces diagnostics seront nécessaires à la réalisation d’un accélérateur plasma multi-
étages, un des objectifs scientifiques de CILEX. L’accomplissement de ce projet soulève
toutefois de nombreux défis techniques et scientifiques qui restent à maitriser, tels que la
réalisation d’ondes de plasma stables sur des longueurs allant jusqu’au mètre, ou encore un
couplage efficace entre deux étages de l’accélérateur.
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Formalisme et constantes physiques
Cette annexe présente le formalisme utilisé dans cette thèse ainsi que des résultats sur les
fonctions de Bessel utilisées en Chap. 1 et 2. Les constantes physiques, les énergies et inten-
sités laser d’ionisation sont également résumées dans des tables.
A.1 Définitions
A.1.1 Opérateurs d’analyse vectorielle
Par convention, on choisit d’écrire les vecteurs en gras. L’analyse vectorielle proposée dans
les Chap. 1 et 2 emploie l’opérateur nabla ∇ définit par :
∇ =

ux
∂
∂x
+ uy
∂
∂y
+ uz
∂
∂z
en coordonne´es carte´siennes,
ur
∂
∂r
+ uθ
1
r
∂
∂θ
+ uz
∂
∂z
en coordonne´es cylindriques,
ur
∂
∂r
+ uθ
1
r
∂
∂θ
+ uψ
1
r sin θ
∂
∂ψ
en coordonne´es sphe´riques,
(A.1)
avec ui les vecteurs unitaires du référentiel adopté. Cet opérateur dispose de plusieurs ré-
sultats remarquables couramment utilisés lors des démonstrations théoriques proposées au
cours de cette thèse. Soit f une fonction vectorielle, on a :
∇ · (∇× f) = 0 , (A.2)
∇× (∇f) = 0 , (A.3)
mais également,
∇ · (af) = f · (∇a) + (a∇) · f , (A.4)
∇f2 = ∇× (∇× f) + (f ·∇)f , (A.5)
∇× (∇× f) = ∇ (∇ · f)−4f , (A.6)
avec 4 = ∇ ·∇ l’opérateur laplacien. On définit également l’opérateur d’alembertien  =
4− ∂2/c2∂t2.
On rappelle l’égalité suivante pour un trinôme de vecteurs (a,b,c) :
a× (b× c) = b (a · c)− c (a · b) . (A.7)
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A.1.2 Fonctions de Bessel
On appelle fonction de Bessel les fonctions f solutions canoniques de l’équation différentielle
de Bessel en x d’ordre n :
x2
d2f
dx2
+ x
df
dx
+
(
x2 − k2
)
f = 0 (A.8)
On note Jk (resp. Yk) les fonctions de Bessel de première (resp. seconde) espèce d’ordre k,
sk,m les racines de Jk et on écrit Jk,m (x) = J0 (sk,mx). Dans l’espace préhilbertien réél des
fonctions R→ R, on définit le produit scalaire entre les fonctions f et g par :
〈f |g〉 =
 1
0
xf (x) g (x) dx . (A.9)
On dit que les fonctions de Bessel de première espèce sont orthogonales entre elles car on a :
〈Jk,m|Jk,n〉 =
 1
0
xJk (sk,mx)Jk (sk,nx) dx =
δm,n
2 [Jk+1 (sk,m)]
2 , (A.10)
avec δm,n le symbole de Kronecker. Les fonctions de Bessel de première espèce d’ordre k
forment donc une base orthogonale. La projection d’une fonction f sur cette base s’écrit :
Cm = 〈f |J0,m〉 =
2
J1,m (s0,m)2
 1
0
xf (x)J0,m (x) dx (A.11)
On rappelle également quelques propriétés utiles pour les fonctions de Bessel :
J−k (x) = (−1)k Jk (x) (A.12)
Jk+1 (x) =
kJk+1 (x)
x
− J ′k (x) (A.13)
d
dx
{
xkJk (x)
}
= xkJk−1 (x) (A.14)
A.1.3 Changement de référentiel
Le formalisme développé au cours de cette thèse se place essentiellement dans le référentiel
du laboratoire dont les coordonnées spatio-temporelles sont (x,y,z,t). Cependant, par com-
modité, une partie des développements théoriques utilise un référentiel suivant l’impulsion
laser. Si on considère une impulsion se propageant le long de l’axe (Oz) à la vitesse c, on
définit les nouvelles coordonnées longitudinale et temporelle par le changement de variables
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(ζ = z − ct,τ = t). On a également les transformations suivantes :
∂
∂t
=
∂
∂τ
− c ∂
∂ζ
∂
∂z
=
∂
∂ζ
∂2
∂z∂t
=
∂2
∂ζ∂t
− c ∂
2
∂ζ2
∂2
∂t2
=
∂2
∂τ 2
+ c2
∂2
∂ζ2
− 2c ∂
2
∂ζ∂τ
∂2
∂z2
=
∂2
∂ζ2
(A.15)
A.2 Constantes physiques
L’intégralité de cette thèse est écrite en unités du Système International (SI).
Symbole Valeur Unités Autres
α 1/137 ≈ 7,297× 10−3 - α = e2/4piε0~c
~ 1,054× 10−34 J.s ~c = 197 MeV.fm
kB 1,381× 1023 J.K−1 kB = 8,617 eV.K−1
c 2,998× 108 m.s−1 ε0µ0c2 = 1
ε0 8,854× 10−12 F.m−1 ε0µ0c2 = 1
e 1,602× 10−19 C 1 eV = 1,602.10−19 J
µ0 1,257× 10−6 H.m−1 ε0µ0c2 = 1
me 9,109× 10−31 kg mec2 ≈ 511 keV
re 2,818× 10−15 m re = e2/4piε0mec2
aB 5,292× 10−11 m aB = 4piε0~2/mee2
Ea 5,150× 1011 V.m−1 Ea = e/4piε0a2B
ωa 4,139× 10−16 s−1 ωa = mee4/16pi2ε20~3
NA 6,022× 1023 mol−1 R = NAkB
R 8,314 J.mol−1.K−1 Rs,H2 = R/MH2 = 4124 J.kg−1.K−1
Table A.1: Valeurs des constantes physiques
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A.3 Énergies d’ionisation
Les énergies d’ionisation (EI) Ei en électron-volt de l’hydrogène (H), l’hélium (He), le carbone
(C), l’azote (N), l’oxygène (O), le néon (Ne) et de l’argon (Ar) sont données par le Tab. A.2.
Les intensité laser Ii correspondantes, dans le cas de la photo-ionisation par suppression de
barrière (voir Sec. 1.3.5), sont obtenues en égalisant le potentiel électrique de l’impulsion
laser avec celui de l’ionisation (Réf. [53]) :
Ii =
(
4piε0
e2
)3 E4i
128piZ2i
, (A.16)
avec Zi le numéro de charge du noyau après ionisation.
Niveaux H He C N O Ne Ar
1 13,6 24,6 11,3 14,5 13,6 21,6 15,8
2 54,4 24,4 29,6 35,1 41,0 27,6
3 47,9 47,5 54,9 63,5 40,7
4 64,5 77,5 77,4 97,1 59,8
5 392,1 97,9 113,9 126,2 75,0
6 490,0 552,1 138,1 158,0 91,1
7 667,0 739,3 207,0 124,3
8 871,4 239,1 143,5
9 1196 422,5
10 1362 478,7
11 539,0
12 618,3
13 686,1
14 755,7
15 854,8
16 918,0
17 4121
18 4426
Table A.2: Énergies d’ionisation (EI) Ei en électron-volt de l’hydrogène (H), l’hélium (He),
le carbone (C), l’azote (N), l’oxygène (O), le néon (Ne) et de l’argon (Ar).
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Niveaux H He C N O Ne Ar
1 1,4× 1014 1,5× 1015 6,5× 1013 1,8× 1014 1,4× 1014 8,7× 1014 2,5× 1014
2 8,7× 1015 3,5× 1014 7,7× 1014 1,5× 1015 2,8× 1015 5,8× 1014
3 2,3× 1015 2,3× 1015 4,0× 1015 2,2× 1016 3,2× 1015
4 4,3× 1015 9,0× 1015 9,0× 1015 1,4× 1014 1,4× 1014
5 3,8× 1018 1,5× 1016 2,7× 1016 4,0× 1016 5,1× 1015
6 6,4× 1018 1,0× 1019 4,0× 1016 6,9× 1016 7,6× 1015
7 1,6× 1019 2,4× 1019 1,5× 1017 1,9× 1016
8 3,6× 1019 2,0× 1017 2,6× 1016
9 1,0× 1020 1,6× 1018
10 1,4× 1020 2,1× 1018
11 2,8× 1018
12 4,1× 1018
13 5,2× 1018
14 6,6× 1018
15 9,5× 1018
16 1,1× 1019
17 4,0× 1021
18 4,8× 1021
Table A.3: Intensité laser d’ionisation par suppression de barrière en W.cm−2 de l’hydro-
gène (H), l’hélium (He), le carbone (C), l’azote (N), l’oxygène (O), le néon (Ne) et de
l’argon (Ar).
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Annexe B
Quelques propriétés des faisceaux laser
Cette annexe présente quelques résultats sur les propriétés des faisceaux laser utilisés au
cours de cette thèse. On décrit brièvement la propagation d’un faisceau gaussien dans le vide
ainsi que la correction de front d’onde basée sur l’analyse des polynômes de Zernike.
B.1 Faisceaux gaussiens
B.1.1 Champ électrique
A l’instar des ondes planes, un faisceau gaussien est une solution particulière des équations
de Maxwell (Éq. C.1, C.2, C.3, C.4) dans le vide, résultant de l’approximation paraxiale.
L’évolution temporelle et la distribution spatiale du champ électrique EL d’une impulsion
laser assimilée à un faisceau gaussien est :
EL (r,z,t) = EL,max
w0
w (z) exp
[
− r
2
w2 (z)
]
exp
−2 ln 2 (z − ct)2
c2τ 2L
 (B.1)
×R
{
exp
[
iωLt− ikLz − ikL
r2
2R (z) + iψg (z)
]
ur
}
, (B.2)
avec R l’opérateur partie réelle, c la vitesse de la lumière, ur le vecteur unitaire transverse à
la propagation de l’impulsion indiquant la polarisation de l’impulsion laser : ur = ux,y pour
une polarisation linéaire et ur = (ux ± iux) /
√
2 pour une polarisation linéaire. EL,max est
le champ électrique maximal, τL la durée à mi-hauteur, ωL la pulsation, kL le nombre d’onde
l’impulsion laser. L’évolution de son enveloppe w au cours de la propagation le long de l’axe
(Oz) est donnée par :
w (z) = w0
√√√√1 + ( z
zR
)2
, (B.3)
avec w0 la taille au waist définie par :
w0 =
λLf
piwi
, (B.4)
avec f la longueur focale de l’optique, wi le rayon de l’enveloppe avant focalisation, λL la
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longueur d’onde de l’impulsion laser et zR la longueur de Rayleigh telle que :
zR =
piw20
λL
. (B.5)
On définit le rayon de courbure de l’enveloppe comme étant :
R (z) = z
(
1 +
z2R
z2
)
, (B.6)
et la phase de Gouy par :
ψg (z) = arctan
(
z
zR
)
. (B.7)
B.1.2 Intensité moyenne
L’intensité moyenne du champ électrique laser est définie par :
IL =
cε0
2 |EL|
2 . (B.8)
En appliquant cette définition à l’Éq. B.2, l’intensité d’une impulsion laser gaussienne est
donc :
IL (r,z,t) = IL,max
w0
w (z) exp
[
− 2r
2
w2 (z)
]
exp
−4 ln 2 (z − ct)2
c2τ 2L
P (r,z,t) , (B.9)
avec IL,max = cε0E2L,max/2 l’intensité crête etP (r,z,t) le paramètre de polarisation tel que :
P (r,z,t) =

cos2
[
ωLt− kLz − kL
r2
2R (z) + ψg (z)
]
(polarisation line´aire),
1/2 (polarisation circulaire).
(B.10)
B.1.3 Potentiel vecteur normalisé
B.1.3.1 Relation en Intensité moyenne et potentiel vecteur normalisé maximum
En utilisant les Éq. C.6 et C.5, le potentiel vecteur normalisé a et le champ électrique laser
EL sont liés par la relation :
a =
eA
mec
≈ − e
mec
∂EL
∂t
. (B.11)
On note le maximum du potentiel vecteur normalisé a0 = max (|a|). En combinant les Éq.
B.9 et B.11, et en supposant que l’enveloppe laser varie peu sur un cycle optique de période
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(2pi/ωL  τL), on établit une relation entre l’intensité laser crête et a0 :
a20 = IL,max
2e
ε0m2ec
3ω2L
max (P) ≈
 0,4676× IL,max [10
18 W.cm−2] (polarisation line´aire),
0,2338× IL,max [1018 W.cm−2] (polarisation circulaire).
(B.12)
B.1.3.2 Polarisation et extrema de l’intensité moyenne et du potentiel vecteur
normalisé
On considère à présent le profil longitudinal de la norme du potentiel vecteur normalisé a
ainsi que du champ électrique laser EL. Dans le cas d’une polarisation linéaire, a = |a| est
nul quand EL = |EL| est maximum (Fig. B.1(a)) alors que a et EL atteignent leur valeur
maximale simultanément en z = 0 pour une polarisation circulaire.
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Figure B.1 : Normes du champ électrique laser EL = |EL| et du vecteur potentiel normalisé
a = |a| en fonction de la position longitudinal z pour (a) une polarisation linéaire et (b)
une polarisation circulaire.
B.2 Polynômes de Zernike et correction de tache focale
La correction du front d’onde d’une impulsion laser requiert sa caractérisation. Pour cela,
on utilise un analyseur de front d’onde dont le fonctionnement est décrit en Réf. [45]. Le
front d’onde est décomposé en polynômes de Zernike (Zmn ) qui sont orthogonaux entre eux
et définis sur le disque unité (r,ϕ) ∈ [0; 1]× [0; 2pi] par :
Zmn (r,ϕ) = Rmn (r) cos (mϕ) , (B.13)
Z−mn (r,ϕ) = Rmn (r) sin (mϕ) , (B.14)
avec n,m ∈ N tels que n ≥ m et Rmn = 0 si n−m est impair, sinon :
Rmn =
(n−m)/2∑
k=0
(−1)k (n− k)!
k! [(n+m) /2− k]! [(n−m) /2− k]!r
n−2k . (B.15)
155
Annexe B Quelques propriétés des faisceaux laser
On trace sur la Fig. B.2 les quinzes premiers polynômes de Zernike, sur le disque unité,
correspondant aux aberrations optiques les plus fréquentes :
• Z00 : Piston, déplace le plan focal sans altérer la qualité du front d’onde.
• Z±11 : Inclinaision du front d’onde ce qui a pour effet de déplacer latéralement ou vertica-
lement la tache focale.
• Z±22 : Astigmatisme.
• Z02 : Défocalisation.
• Z±32 : Astigmatisme triangulaire ou trèfle.
• Z±11 : Coma.
• Le quatrième ordre (n = 4) correspond aux aberrations sphériques.
À partir de la mesure du front d’onde, on détermine la nature des aberrations qui composent
le faisceau laser. Ainsi, en modifiant la surface d’un miroir déformable de telle sorte qu’on
corrige ces aberrations, on peut annuler les polynômes d’ordre n ≥ 1 et obtenir un front
d’onde plan au foyer de l’impulsion laser.
InclinaisonInclinaison
Piston
Astigmatisme
Trèfle
Défocalisation
Coma Coma Trèfle
n = 0
n = 4
n = 3
n = 1
n = 2
Astigmatisme
Figure B.2 : Représentation sur le disque unité des quinzes premiers polynômes de Zernike
correspondants aux aberrations optiques les plus fréquentes.
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Onde de plasma créée par sillage laser
Cette annexe présente les équations fondamentales de l’accélération plasma par sillage laser,
ainsi que leur résolution pour une géométrie 1D et une géométrie 3D.
C.1 Équations fondamentales
C.1.1 Équations de Maxwell
Une onde de plasma et une impulsion laser sont des ondes électromagnétiques. Le champ
électriqueE et le champ d’induction magnétiqueB d’une onde électromagnétique sont régies
par les équations de Maxwell :
∇ ·E = ρ
ε0
, (C.1)
∇ ·B = 0 , (C.2)
∇×E = −∂B
∂t
, (C.3)
∇×B = µ0
(
j + ε0
∂E
∂t
)
, (C.4)
avec ρ la densité volumique de charge et j le vecteur densité de courant . Sachant que
la divergence d’un rotationel est nulle (Éq. A.2), l’Éq. C.2 permet de définir un potentiel
vecteur 1 A tel que :
B = ∇×A . (C.5)
De plus, puisque le rotationel d’un gradient est toujours nul (Éq. A.3), on définit également
un potentiel scalaire Φ qui satisfait l’Éq. C.3 :
E = −∇Φ − ∂A
∂t
. (C.6)
Afin de simplifier les développements théoriques présentés lors de cette thèse, on proposera
une description du problème via l’utilisation des potentiels (Φ,A). De plus, afin de fermer le
1. En unités du système international, le potentiel vecteur A n’est pas homogène à un potentiel électrique
mais à un potentiel magnétique.
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système d’équations, on fera appel à la jauge de Coulomb :
∇ ·A = 0 . (C.7)
On rappelle également l’expression de la jauge de Lorenz :
∇ ·A+ µ0ε0∂φ
∂t
= 0 . (C.8)
C.1.2 Équation de Vlasov
Une onde de plasma est également une onde de matière contenant des particules chargées.
Par conséquent, la fonction de distribution fα (r,p,t) de particules de masse mα et de charge
qα est régie par l’équation de Vlasov :
∂fα
∂t
+ v · ∂fα
∂r
+ qα (E + v ×B) ·
∂fα
∂p
= 0 , (C.9)
avec t le temps, r le vecteur position , v le vecteur vitesse et p la quantité de mouvement
. On définit la densité électronique ne (r,t) du plasma et la vitesse moyenne électronique
ve (r,t) comme étant :
ne (r,t) =

fe (r,p,t) d3p , (C.10)
ve (r,t) =
1
ne (r,t)

vfe (r,p,t) d3p . (C.11)
En intégrant l’Éq. C.9 sur l’espace des vitesses et en faisant l’approximation des plasmas
froids, on obtient la conservation de la charge électrique et celle du bilan de la quantité de
mouvement :
∂ne
∂t
+∇ · (neve) = 0 , (C.12)(
∂
∂t
+ ve ·∇
)
pe = −e (E + ve ×B) , (C.13)
avec p¯e le moment moyen des électrons.
C.1.3 Mise en forme des équations fondamentales
On définit la densité volumique de charge comme étant ρ = −e (ne − ne0) avec ne0 la densité
électronique du plasma à l’équilibre. Cette dernière est égale à Zni0 où ni0 est la densité
ionique à l’équilibre et Z le numéro atomique moyens des ions. En considérant cette notation
et la gauge de Coulomb, la première équation fondamentale s’obtient à partir de l’Éq. C.1 :
4Φ = e
ε0
(ne − ne0) (C.14)
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On utilise directement l’équation de continuité 2 (Éq. C.12) comme seconde équation fonda-
mentale :
∂ne
∂t
+∇ · (neve) = 0 (C.15)
La troisième équation fondamentale est obtenue en injectant j = −eneve et les Éq. C.5, C.6
dans l’Éq. C.4 :
A = nee
ε0c2
ve +
1
c2
∂
∂t
∇Φ (C.16)
La quatrième et dernière équation fondamentale nécessaire pour fermer le système d’équa-
tions est établie à partir du bilan des moments (Éq. C.13). En injectant les Éq. C.5 et C.6
dans l’Éq. C.13, on obtient :(
∂
∂t
+ ve ·∇
)
pe = e
(
∇Φ + ∂A
∂t
+−ve × (∇×A)
)
⇔ ∂
∂t
(pe − eA) = e∇Φ + (ve ·∇)pe − eve × (∇×A) . (C.17)
En utilisant la transformation de l’Éq. A.4 et le facteur de Lorentz des électrons γe =√
1 + pe2/m2ec2 avecme la masse au repos d’un électron, on peut réécrire le terme (ve ·∇)pe
en :
(ve ·∇)pe = mec2∇γe − ve × (∇× pe) . (C.18)
On injecte maintenant ceci dans l’Éq. C.17 :
∂
∂t
(pe − eA) = ∇
(
eΦ−mec2γe
)
+ ve × [∇× (pe − eA)] . (C.19)
Afin de montrer que le terme ve× [∇× (pe − eA)] = 0, on écrit le rotationnel de l’équation
précédente en sachant que le rotationnel d’un gradient est toujours nul (Éq. A.3) :
∂g
∂t
= ∇× (ve × g) , (C.20)
en posant g = ∇ × (pe − eA). Pour t = 0, ve = pe = A = 0 donc g (0) = ∂g/∂t)t=0 = 0.
Par récurrence, on montre que ∀t, g = 0. Par conséquent, l’Éq. C.15 est simplifiée et devient
la quatrième équation fondamentale :
∂
∂t
(pe − eA) = ∇
(
eΦ −mec2γe
)
(C.21)
2. On abandonne à présent la notation « ve » au profit de « ve » afin de simplifier l’écriture mais il faut
garder à l’esprit que ce terme renvoit à une vitesse moyenne de la distribution électronique dans l’espace des
phases.
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C.1.4 Équations fondamentales normalisées
On utilise désormais des variables normalisées afin de simplifier l’écriture des équations
fondamentales. On définit ainsi le potentiel électrostatique normalisé φ , le potentiel vecteur
normalisé a et le vecteur moment normalisé ue tels que :
φ =
eΦ
mec2
, (C.22)
a =
eA
mec
, (C.23)
ue =
pe
mec
=
γeve
c
= γeβe , (C.24)
où βe est le vecteur vitesse normalisée des électrons. Les équations fondamentales (Éq. C.14,
C.15, C.16, C.21) deviennent :
4φ+ k2p
(
1− ne
ne0
)
= 0 , (C.25)
∂ne
∂t
+ c∇ ·
(
neue
γe
)
= 0 , (C.26)
a− k2p
ne
ne0
ue
γe
− 1
c
∂
∂t
∇φ = 0 , (C.27)
∂
∂t
(ue − a) + c∇ (γe − φ) = 0 , (C.28)
avec kp =
√
e2ne0/ε0mec2 le nombre d’onde de l’onde de plasma. On définit également la
pulsation plasma correspondante comme étant ωp = ckp .
C.2 Résolution 1D et approximation quasi-statique
C.2.1 Hypothèses 1D et conséquences
On se propose maintenant de résoudre les équations fondamentales normalisées (Éq. C.25,
C.26, C.27, C.28) dans le cas d’un système à une dimension, c’est à dire lorsque les variables
ne dépendent que de (z,t) et que ∇ = uz∂/∂z. La jauge de Coulomb (∇ ·A = ∂Az/∂z = 0)
et les conditions aux limites permettent de conclure que Az = 0 et donc que le potentiel
vecteur est un champ transverse : a = a⊥. Par conséquent, la partie longitudinale et la
partie transverse de l’Éq. C.28 s’écrivent ainsi :
∂
∂t
(
γeβe,‖
)
= c
∂
∂z
(φ− γe) , (C.29)
∂
∂t
(ue,⊥ − a) = 0 . (C.30)
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Les conditions initiales permettent également d’affirmer que le mouvement transverse des
électrons est uniquement régi par le potentiel vecteur : ue,⊥ = a. Ce résultat a plusieurs
conséquences. Premièrement, on peut réexprimer le facteur de Lorentz comme étant :
γe =
√√√√ 1 + a2
1− βe,‖2
. (C.31)
Deuxièmement, en projetant la partie longitudinale et la partie transverse de l’Éq. C.27, on
obtient deux nouvelles équations :
1
c
∂2φ
∂z∂t
= −k2p
ne
ne0
ue,‖
γe
, (C.32)
‖a = k2p
ne
ne0
a
γe
. (C.33)
En adoptant le référentiel de l’impulsion laser décrit en Sec. A.1.3, on obtient les équations
fondamentales normalisées 1D à partir des Éq. C.25, C.26, C.33 et C.29 :
∂2φ
∂ζ2
+ k2p
(
1− ne
ne0
)
= 0 , (C.34)
∂ne
∂τ
− c ∂
∂ζ
[
ne
(
1− βe,‖
)]
= 0 , (C.35)(
2
c
∂2
∂ζ∂τ
− 1
c2
∂2
∂τ 2
− ne
ne0
k2p
γe
)
a = 0 , (C.36)
∂
∂τ
(
γeβe,‖
)
− c ∂
∂ζ
[
φ− γe
(
1− βe,‖
)]
= 0 . (C.37)
C.2.2 Approximation quasi-statique
L’approximation quasi-statique établit que les dérivées temporelles ∂/∂τ sont négligeables.
Par conséquent, les Éq. C.35 et C.37 deviennent après intégration :
ne
(
1− βe,‖
)
= ne0 , (C.38)
γe
(
1− βe,‖
)
= φ+ 1 . (C.39)
L’utilisation conjointe des Éq. C.38 et C.39 dans les Éq. C.34 et C.36 permet d’écrire les
équations différentielles couplées régissant l’évolution des potentiels φ et a le long de l’axe
de l’impulsion laser :
∂2φ
∂ζ2
− k
2
p
2
[
1 + a2
(1 + φ)2
− 1
]
= 0 , (C.40)[
2
c
∂2
∂ζ∂τ
− 1
c2
∂2
∂τ 2
]
a− k2p
a
1 + φ = 0 . (C.41)
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C.3 Résolution 3D en régime linéaire
C.3.1 Approximations du régime linéaire et notations
Le régime d’interaction est dit linéaire quand le plasma est faiblement perturbé par le passage
d’une impulsion laser, où chaque paramètre plasma X s’écrit comme étant X = X0+δX avec
X0 sa valeur à l’équilibre et δX  X0 sa perturbation. Un tel régime impose que a = |a|  1.
Par conséquent, il est possible d’exprimer les variables X via un développement de Taylor
en a (Réf. [37]) :
X = X0 + δX = X0 +
+∞∑
n=1
an
n!
∂nX
∂an
)
a→0
= X0 +
+∞∑
n=1
δ(n)X , (C.42)
où X représente ne, φ, ue et γe. La résolution des équations fondamentales normalisées
nécessite d’effectuer des développements jusqu’à l’ordre 3 en a. Ainsi, puisque δ(n) ∝ an,
alors ∀n > 3, δ(n) ≈ 0. Les conditions initiales imposent que φ0 = 0 et ue0 = 0. On en déduit
que γe0 = 1, δ(1)γe = 0 et δ(2)γe =
(
δ(1)ue
)2
/2. On pose l’hypothèse que δ(1)ne = 0, et on
vérifiera in fine que n’est pas contradictoire avec les résultats obtenus.
Remarque : Les notations utilisées dans le Chap. 1 sont différentes afin de faciliter la
lecture des équations. Par convention, on écrit δX = δHFX + δBFX tel que δHFX = δ(1)X
et δBFX = δ(2)X.
C.3.2 Équations de l’onde de plasma
En développant l’Éq. C.25 à l’ordre 1 en a, on constate que δ(1)φ ∝ δ(1)ne = 0. Par consé-
quent, l’Éq. C.28 à l’ordre 1 en a montre que ∂δ(1)ue/∂t = ∂a/∂t, soit δ(1)ue = a en considé-
rant les conditions aux limites et initiales. On peut réécrire maintenant le facteur de Lorentz
comme étant γe ≈ 1 + a2/2. On développe à présent l’Éq. C.28, C.26 et C.28 à l’ordre 2 en
a :
4
(
δ(2)φ
)
+ k2p
(
δ(2)ne
ne0
)
= 0 , (C.43)
∂
∂t
(
δ(2)ne
ne0
)
+ c∇ ·
(
δ(2)ue
)
= 0 , (C.44)
∂
∂t
(
δ(2)ue
)
+ c∇
(
a2
2 − δ
(2)φ
)
= 0 . (C.45)
En injectant les Éq. C.43 et C.45 dans l’Éq. C.44 dérivée par rapport au temps, on ob-
tient les équations de l’onde de plasma, c’est-à-dire l’équation de la pertubation en densité
électronique du plasma et celle du potentiel électrostatique en résultant :(
∂2
∂t2
+ ω2p
)(
δ(2)ne
ne0
)
= c24
(
a2
2
)
, (C.46)(
∂2
∂t2
+ ω2p
)(
δ(2)φ
)
= ω2p
a2
2 . (C.47)
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On constate que la perturbation électronique et le potentiel électrostatique sont bien de
l’ordre de a2, ce qui n’infirme pas l’hypothèse faîte en Sec. C.3.1. En faisant l’approximation
quasi-statique (voir Sec. 1.2.2.2), les équations de l’onde de plasma dans le référentiel de
l’impulsion laser deviennent :(
∂2
∂ζ2
+ k2p
)(
δ(2)ne
ne0
)
= 4
(
a2
2
)
, (C.48)(
∂2
∂ζ2
+ k2p
)(
δ(2)φ
)
= k2p
a2
2 . (C.49)
C.3.3 Équation de l’enveloppe laser
On développe à présent l’Éq. C.27 jusqu’à l’ordre 3 en a :
a = k2p
(
1 +
δ(2)ne
ne0
− a
2
2
)
a−G2 −G3 , (C.50)
où
Gi = k2pδ(i)ue +
1
c
∂
∂t
(
∇δ(i)φ
)
. (C.51)
A partir des Éq. C.43 et C.44, on montre∇·Gi = 0,∀i. Les conditions aux limites permettent
de conclure par récurrence que G2 = G3 = 0 et donc l’Éq. C.50 dans le référentiel du laser
(voir Sec. A.1.3) devient de l’enveloppe laser :(
4⊥ + 2
c
∂2
∂τ∂ζ
− 1
c2
∂2
∂τ 2
)
a = k2p
(
1 +
δ(2)ne
ne0
− a
2
2
)
a . (C.52)
C.3.4 Sillage laser pour une impulsion gaussienne
On étudie à présent le sillage laser dans le cas où l’impulsion laser est une gaussienne polarisée
circulairement :
a (r,ζ) = a0 exp
[
− r
2
w20
− ζ
2
L2L
]
, (C.53)
où w0 est la dimension transverse du faisceau laser au waist, i.e. la position pour laquelle
l’intensité vaut e−2 de l’intensité maximum. LL = cτL/
√
2 ln 2 est la longueur de l’impulsion
laser et τL sa durée largeur à mi-hauteur.
Le potentiel électrostatique, résultant du passage de l’impulsion laser dans un plasma, est
décrit par l’Éq. C.48 dont la solution est obtenue par méthode de variation des constantes 3 :
δ(2)φ (r,ζ) = −kp2
 +∞
−ζ
a2 sin [kp (ζ − ζ ′)] dζ ′ . (C.54)
Sachant qu’après le passage de l’impulsion a ≈ 0, on étend le domaine d’intégration à
l’ensemble ]−∞; +∞[. En développant le sinus en deux termes dépendant de ζ et ζ ′, et en
3. On utilise également l’identité suivante : sin (a− b) = cos b sin a− cos a sin b
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sachant que a2 est une fonction paire, on réécrit le potentiel électrostatique comme étant :
δ(2)φ (r,ζ) = −kp2 a
2
0 sin (kpζ) exp
(
−2r
2
w20
)  +∞
−∞
exp
(
−2ζ
′2
L2L
)
cos (kpζ ′) dζ ′ . (C.55)
On constate que l’équation précédente est la transformée de Fourier d’une gaussienne. Par
conséquent, le potentiel normalisé s’exprime ainsi :
δ(2)φ (r,ζ) = − a
2
0 ωpτL
4
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
exp
(
−2r
2
w20
)
sin (kpζ) . (C.56)
Connaissant l’expression du potentiel électrostatique, on peut désormais déterminer le champ
électrostatique et la densité électronique de l’onde de plasma. On rappelle que le champ
électrostatique est proportionnel au gradient du potentiel normalisé tel que E = −mec2/e×
∇φ, et que la densité électronique au laplacien du potentiel normalisé telle que δ(2)ne/ne0 =
4φ/k2p. Par conséquent, les composantes longitudinale et radiale du champ électrostatique,
notées Eζ et Er respectivement, et la densité électronique s’expriment :
Ez =
mec
e
a20 ω
2
pτL
4
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
exp
(
−2r
2
w20
)
cos (kpζ) , (C.57)
Er = −
mec
2
e
a20 ωpτL
w20
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
r exp
(
−2r
2
w20
)
sin (kpζ) , (C.58)
δ(2)ne
ne0
=
a20 ωpτL
4
√
ln 2/pi
exp
(
− ω
2
pτ
2
L
16 ln 2
)
exp
(
−2r
2
w20
)
sin (kpζ)
{
1 +
8
w20k
2
p
(
1− 2r
2
w20
)}
. (C.59)
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Grandeurs turbulentes et simulations
OpenFOAM
Cette annexe présente les grandeurs utilisées pour décrire numériquement le remplissage
turbulent d’un tube capillaire, dans le cadre du modèle k − ε. On donne également les
conditions aux limites des simulations fluides OpenFOAM présentées en Sec. 2.4.3.
D.1 Grandeurs turbulentes
La description de l’écoulement turbulent est basé sur le modèle k− ε, un modèle du premier
ordre à double équation de fermeture moyennant les propriétés des tourbillons présents dans
le fluide (Réf. [172]). On définit l’intensité de la turbulence comme étant le rapport entre,
d’une part, ut la moyenne quadratique des fluctuations de vitesse dues à la turbulence, et
d’autre part, la vitesse moyenne U
H2
du fluide, égale ici à la vitesse c
H2
= 1290 m.s−1 du son
dans du H2 :
It =
ut
c
H2
, (D.1)
L’énergie de turbulence k, c’est-à-dire l’énergie contenue dans les tourbillons, s’exprime en
m2.s−2 telle que :
k =
3
2u
2
t . (D.2)
Dans le cas d’un écoulement de H2 pur au sein de tubes capillaires, la turbulence peut être
décrite à l’aide du nombre de Reynolds Re dont l’expression est :
Re =
DhcH2%H2
µ
H2
, (D.3)
avec µ
H2
(resp. ρ
H2
) la viscosité dynamique (resp. masse volumique) du H2 pur, et Dh le
diamètre hydraulique égal au double du rayon interne rcap du tube capillaire. L’intensité de
turbulence dans les tubes capillaires est estimée selon la formule suivante :
It =
0,16
Re
1
8
, (D.4)
L’utilisation conjointe des quatre équations précédentes permet d’estimer ut puis k.
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La turbulence dans un tube est également décrite grâce à une longueur Lt, appelée longueur
de turbulence, qui caractérise les tourbillons se développant dans un écoulement turbulent.
Dans un tube où l’écoulement est pleinement établi, on a :
Lt = 0,07Dh . (D.5)
Les tourbillons au sein du fluide sont instables et ont tendance à se briser en des tourbillons
de plus petite taille. Ce processus s’arrête lorsque les tourbillons ont atteint une dimension
telle que l’énergie de turbulence est convertie en énergie thermique. Le taux de dissipation
de l’énergie de turbulence ε (W.kg−1) est estimé par :
ε =
C
3
4
µ k
3
2
Lt
, (D.6)
avec Cµ = 0,09 une constante propre au modèle k − ε. A l’instar des particules fluides
composant l’écoulement, la dynamique des tourbillons dépend d’une viscosité dynamique
(resp. diffusivité thermique), dite de turbulence et notée µt (resp. αt), s’exprimant en m2.s−1
telle que :
µt =
ρ
H2
Cµk
2
ε
, (D.7)
αt =
µt
0,85ρ
H2
,. (D.8)
D.2 Conditions limites pour les simulations fluides
OpenFOAM
D.2.1 Définitions des surfaces
La géométrie de la transition fente / enceinte est donnée sur la Fig. 2.5 et se compose de
trois types de surfaces, qualifiées de Fente, Verre et Fuite. Les surfaces de type Fente et Fuite
(resp. Verre) sont définies comme étant des objets C++ de catégorie Pièce (resp. Parois).
Chaque catégorie de surface dispose de conditions aux limites particulières, adaptées aux
différents paramètres fluide décrivant l’écoulement. La suite de cette annexe présente et
décrit brièvement les conditions aux limites utilisées lors des simulations fluide utilisant le
solveur sonicfoam (Sec. 2.4.3).
D.2.2 Pression P
H2
Les conditions aux limites pour la pression P
H2
du fluide sont données dans la Tab. D.1. En
supposant que la fente a une pression constante durant le remplissage, on choisit d’utiliser la
fonction fixedValue (condition de Dirichlet), avec un argument de 5×104 Pa, pour les surfaces
de type Fente. Quant aux surfaces de type Verre, la fonction zeroGradient (condition de
Neumann avec un flux nul) est employée afin de modéliser l’impossibilité du fluide à pénétrer
dans le verre du tube capillaire. Finalement, on implémente la condition waveTransmissive à
l’ensemble des extrémités de l’enceinte. Cette condition permet d’éviter la réflexion d’ondes
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Surface Entrée Argument
Fente
type fixedValue
value uniform 50000
Verre type zeroGradient
Fuite
type waveTransmissive
field p
phi phi
rho rho
psi thermo:psi
gamma 1,41
filedInf 500
lInf 0,01
value uniform 500
Table D.1: Conditions aux limites pour la pression P
H2
du fluide sur les surfaces Fente,
Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
de matière telles que celles provenant de la fuite de gaz à la sortie du tube. On peut ainsi
minimiser la taille de la boîte de vide, et donc réduire le temps de calcul, sans fausser la
forme du gradient de gaz.
D.2.3 Vitesse U
H2
Les conditions aux limites pour le vecteur vitesse moyenne U
H2
du fluide sont données dans
la Tab. D.2.
Surface Entrée Argument
Fente
type pressureInletVelocity
value uniform (0 0 0)
Verre
type zeroGradient
value uniform (0 0 0)
Fuite
type InletOutlet
inletValue uniform (0 0 0)
value uniform (0 0 0)
Table D.2: Conditions aux limites pour la vitesse moyenne U
H2
du fluide sur les surfaces
Fente, Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
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Pour les surfaces de type Fente, la vitesse du fluide est décrite par une condition de type
pressureInletOulet, qui fixe l’orientation du vecteur vitesse en fonction de la pression dans
la cellule au contact de la surface. Pour les surfaces de type Fuite, la condition inletOutlet
est utilisée. Elle est équivalente à un zeroGradient (resp. fixedValue d’argument inletValue)
si le vecteur vitesse sort (resp. entre) du volume définie par la géométrieward in which case
it is fixed value (inletValue).
D.2.4 Température T
H2
Les conditions aux limites pour la température T
H2
du fluide sont données dans la Tab. D.3.
Surface Entrée Argument
Fente type zeroGradient
Verre type zeroGradient
Fuite
type InletOutlet
inletValue uniform 293,15
value uniform 293,15
Table D.3: Conditions aux limites pour la température T
H2
du fluide sur les surfaces Fente,
Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
D.2.5 Taux de dissipation ε
Les conditions aux limites pour le taux de dissipation ε de l’énergie turbulente sont don-
nées dans la Tab. D.4. La condition compressible::turbulentMixingLengthDissipationRateInlet
pour les surfaces de type Fente calcule ε en fonction de la longueur de turbulence (mixin-
gLength) grâce aux Éq. D.5 et D.6. La condition compressible::epsilonWallFunction gère la
valeur de ε au voisinage d’un mur, avec pour argument la valeur initale de ε. On précise que
toutes les fonctions qualifiées de Wall, la théorie de « loi de la paroi » (law of the wall) est
appliquée, ce qui implique que la vitesse moyenne d’un écoulement turbulent en un point est
proportionnelle au logarithme décimal de la distance de ce point à la paroi. Les constantes
numériques de ce modèle sont celles implémentées dans OpenFOAM (Réf. [170]).
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Surface Entrée Argument
Fente
type compressible::turbulentMixingLengthDissipationRateInlet
mixingLength 1,2460× 10−5
value uniform 5× 1011
Verre
type compressible::epsilonWallFunction
value uniform 5× 1011
Fuite
type InletOutlet
inletValue uniform 5× 1011
value uniform 5× 1011
Table D.4: Conditions aux limites pour le taux de dissipation ε de l’énergie turbulente sur
les surfaces Fente, Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
D.2.6 Énergie de turbulente k
Les conditions aux limites pour l’énergie de turbulence k sont données dans la Tab. D.5.
Pour les surfaces de type Fente, la condition turbulentIntensityKineticEnergyInlet impose
une certaine intensité de turbulence au flux de matière entrant dans la boîte de simulation.
La condition compressible::kqRWallFunction gère la valeur de k au voisinage d’un mur, avec
pour argument la valeur initale de k.
Surface Entrée Argument
Fente
type turbulentIntensityKineticEnergyInlet
intensity 0,3817
value uniform 50000
Verre
type compressible::kqRWallFunction
value uniform 3,6× 104
Fuite
type inletOutlet
inletValue uniform 3,6× 104
value uniform 3,6× 104
Table D.5: Conditions aux limites pour l’énergie de turbulence k sur les surfaces Fente,
Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
D.2.7 Viscosité dynamique de turbulence µt
Les conditions aux limites pour la viscosité dynamique de turbulence µt sont données dans
la Tab. D.6. La condition mutkWallFunction gère la valeur de µt au voisinage d’un mur en
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fixant arbitrairement sa valeur à 0. Les conditions calculated indiquent que µt est calculé par
le solveur selon l’Éq. D.7.
Surface Entrée Argument
Fente
type calculated
value uniform 0
Verre
type mutkWallFunction
value uniform 0
Fuite
type calculated
value uniform 0
Table D.6: Conditions aux limites pour la viscosité dynamique de turbulence µt sur les
surfaces Fente, Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
D.2.8 Diffusivité thermique de turbulence αt
Les conditions aux limites pour la diffusivité thermique de turbulence αt sont données dans
la Tab. D.7. La condition compressible::alphatWallFunction gère la valeur de αt au voisinage
d’un mur en fixant arbitrairement sa valeur à 0. Les conditions calculated indiquent que µt
est calculé par le solveur selon l’Éq. D.8.
Surface Entrée Argument
Fente
type calculated
value uniform 0
Verre
type compressible::alphatWallFunction
value uniform 0
Fuite
type calculated
value uniform 0
Table D.7: Conditions aux limites pour la diffusivité thermique de turbulence αt sur les
surfaces Fente, Verre et Fuite définies lors des simulations fluides OpenFOAM.
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Dh : Diamètre hydraulique
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trons
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Ei : Énergie d’ionisation du ie`me électron d’un atome
EX : Énergie d’un photon X incident sur la paroi interne d’un tube capillaire
EX : Énergie d’un photon X
Ec,1,2 : Énergies critiques d’un double spectre synchrotron
Ee,max : Énergie maximale des électrons au sein d’un paquet
Ee,min : Énergie minimale de détection du spectromètre
Ee : Énergie des électrons.
EL : Énergie laser
Eosc : Énergie totale d’oscillation d’un électron dans une onde de plasma
Epond : Énergie fournie à un électron via la force pondéromotrice d’une impulsion
laser
Epx+ : Énergie potentielle d’un électron dans le champ électrique transverse foca-
lisant d’une onde de plasma
Epx− : Énergie potentielle d’un électron dans le champ électrique transverse défo-
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Epz : Énergie potentielle d’un électron dans le champ électrique longitudinal d’une
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E : Épaisseur d’un matériau traversé par des électrons
β : Émittance transverse normalisée de la source bêtatron
⊥ : Emittance transverse des électrons
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ε0 : Permittivité diélectrique du vide
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E : Vecteur champ électrique
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Ea : Champ électrique atomique
EL : Champ électrique de l’impusion laser
Er : Champ électrique radial de l’onde de plasma dans le référentiel de l’impulsion
laser
176
Liste des notations
Ez : Champ électrique longitudinal de l’onde de plasma dans le référentiel de
l’impulsion laser
E0 : Champ électrique du plasma au repos
Edéf : Champ électrique limite de déferlement relativiste des plasmas froids
EL,max : Champ électrique maximal de l’impulsion laser
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Fm,max : Flux transverse normalisé maximum du mie`me mode propre d’un tube capil-
laire
Fm : Flux transverse normalisé du mie`me mode propre d’un tube capillaire
∀ : Pour tout
F‖ : Force électromagnétique parallèle à βe et responsable du rayonnement élec-
tromagnétique
F⊥ : Force électromagnétique transverse à βe et responsable du rayonnement
électromagnétique
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F : Vecteur force de Lorentz
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γp : Facteur de Lorentz de l’onde de plasma
γ : Indice adiabatique d’un gaz diatomique parfait
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I1,2 : Intensité relative d’un double spectre synchrotron
Ii : Intensité d’ionisation d’un électron lié
IL : Intensité d’une impusion laser
It : Intensité de la turbulence
IX : Intensité d’émission bêtatron
Iexc : Potentiel moyen d’excitation d’un matériau
IL,max : Intensité crête d’une impulsion laser
Ji : Fonction de Bessel de première espèce à l’ordre i
j : Vecteur densité de courant
κ : Paramètre de Keldysh
Kβ : Force des oscillations bêtatron
kβ : Nombre d’onde des oscillations bêtatron
kB : Constante de Boltzmann
kL : Nombre d’onde de l’impulsion laser dans le plasma
kp : Nombre d’onde de l’onde de plasma
ku : Nombre d’onde d’un onduleur à électrons
k‖,m : Coefficient d’amortissement du mie`me mode propre d’un tube capillaire
k⊥,m : Nombre d’onde transverse du mie`me mode propre d’un tube capillaire
Kn : Nombre de Knudsen
sk,m : mie`me solution de l’équation Jk (s) = 0
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: Libre parcours moyen d’une molécule de dihydrogène
λβ : Longueur d’onde des oscillations bêtatron
Λe : Calibration en charge du diagnostic à électrons
λL : Longueur d’onde de l’impulsion laser
λp : Longueur d’onde de l’onde de plasma
λu : Longueur d’onde d’un onduleur à électrons
ΛX : Calibration en photons du diagnostic bêtatron
λL,1 : Longueur d’onde de l’impulsion laser pompe
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λL,2, λL,3 : Longueur d’onde de l’impulsion laser d’injection
Λph : Coefficient de conversion du lanex en photon/sr/pC
LL : Longueur de l’impulsion laser
4 : Opérateur laplacien
4⊥ : Opérateur laplacien transverse à la propagation de l’impulsion
λS : Période spatiale du sillage laser
Lβ : Longueur d’émission du rayonnement bêtatron
L† : Largeur d’une fente d’entrée du gaz dans le tube capillaire
L↔ : Longueur du plateau de gaz entre les deux fentes du tube capillaire
L↗ : Distance entre l’entrée du tube capillaire et la première fente
L↘ : Distance entre la deuxième fente du tube capillaire et sa sortie
LA : Longueur de l’aimant du spectromètre à électrons
Lm : Longueur caractéristique d’amortissement du mie`me mode propre d’un tube
capillaire
Lp : Longueur du plasma
Lt : Longueur de turbulence
Lφ : Longueur de déphasage des électrons
Lcap : Longueur du tube capillaire
Ldiff : Longueur de diffraction de l’impulsion laser
Lopt : Longueur du chemin optique de l’interféromètre Mach-Zehnder
Lprop : Distance de propagation d’une impulsion laser dans un plasma
Ltr : Longueur de la transition fente / enceinte d’un tube capillaire
Lép : Longueur d’épuisement d’une impulsion laser
µ0 : Perméabilité magnétique du vide
µt : Viscosité dynamique de turbulence
µ
H2,0
: Viscosité dynamique du dihydrogène à température ambiante
µ
H2
: Viscosité dynamique du dihydrogène
M : Masse molaire
me : Masse de l’électron au repos
M
H2
: Masse molaire du dihydrogène
mi : Masse des ions au repos
NX,tot : Nombre total de photons émis sur l’axe optique
ν : Viscosité cinématique
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∇ : Opérateur nabla
Nβ : Nombre d’oscillations bêtatron
NA : Nombre d’Avogadro
nc : Densité électronique critique pour une impulsion électromagnétique
Ne : Nombre d’électrons dans un paquet
ne : Densité électronique du plasma
NX : Nombre de photons rayonnés lors de l’oscillation bêtatron
n
H2
: Densité de molécules de dihydrogène
Ncell : Nombre de cellules d’une simulation fluide
ne0 : Densité électronique du plasma à l’équilibre
ni0 : Densité ionique du plasma à l’équilibre
nrés : Densité électronique de résonance
Ntir : Nombre de tirs laser
ωβ : Pulsation des oscillations bêtatron
ωa : Pulsation atomique
ωc : Pulsation critique du spectre synchrotron du rayonnement bêtatron
ωL : Pulsation de l’impulsion laser
ωm : Pulsation de la mème harmonique du rayonnement bêtatron
ωp : Pulsation de l’onde de plasma
ωu : Pulsation des oscillations d’un électron dans un onduleur
ΩX : Angle solide du faisceau X
Ωopt : Angle solide de collection du dispositif optique pour le diagnotic à électrons
ωpe : Pulsation électronique de l’onde de plasma
$ : Distribution normalisée du gaz dans le tube capillaire,
ω˜m : Pulsation réduite de la mème harmonique du rayonnement bêtatron
P : Paramètre de polarisation d’une impulsion laser
Φ : Potentiel scalaire d’une onde électromagnétique
φ : Potentiel electrostatique normalisé
φc : Potentiel électrostatique de l’onde de plasma à la position de capture d’un
électron par l’onde de plasma
φi : Potentiel électrostatique de l’onde de plasma à la position d’ionisation d’un
électron
φmin : Valeur minimale du potentiel électrostatique de l’onde de plasma
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φret : Potentiel scalaire retardé du rayonnement électromagnétique émis par un
électron relativiste accéléré
Πe : Calibration spatiale du diagnostic à électrons
ΠL : Calibration spatiale de la caméra CCD 8 bits utilisée pour observer la tache
focale sous vide
Ψ : Énergie réduite d’un photon X
ψg : Phase de Gouy d’un faisceau gaussien
ϕL : Phase de l’impulsion laser
ϕinc : pi−ϕinc est la longitude de l’axe laser par rapport à celui d’un tube capillaire
p¯e : Moment moyen des électrons
p : Quantité de mouvement
Pβ : Puissance rayonnée par un électron au cours d’une oscillation bêtatron
Pc : Puissance laser critique pour un plasma
PL : Puissance laser
PH2,cap : Pression de plateau dans un tube capillaire rempli de dihydrogène
PH2,rés : Pression du dihydrogène contenu dans le réservoir
Pvide : Pression de vide dans l’enceinte expérimentale
Qe : Charge d’un paquet d’électrons
Qf : Débit massique de fuite du gaz à la sortie d’un tube capillaire
Qeff : Éfficacité quantique de la caméra du diagnostic bêtatron
qeff : Éfficacité quantique de la caméra du diagnostic à électrons
Rcap : Coefficient de réflectivité des parois d’un tube capillaire
RSiO2 : Coefficient de réflectivité d’une surface lisse de SiO2
R : Rayon de courbure de l’enveloppe d’un faisceau gaussien
R : Opérateur partie réelle
ρ : Densité volumique de charge
%
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: Masse volumique du dihydrogène
r : Vecteur position
% : Masse volumique
R : Constante des gaz parfaits
r0 : Distance à l’axe optique du premier anneau sombre d’un tache d’Airy
rβ : Amplitude des oscillations bêtatron, taille de la source bêtatron
r` : Rayon de Larmor
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re : Rayon classique de l’électron
rf : Position radiale de la fin de la zone de transition du rayonnement bêtatron
mesuré
ri : Position radiale du début de la zone de transition du rayonnement bêtatron
mesuré
ru : Amplitude des oscillations d’un électron dans un onduleur
Rcap : Rayon externe du tube capillaire
rcap : Rayon interne du tube capillaire
rL,1 : Taille de l’impulsion laser pompe
rL,2, rL,3 : Taille de l’impulsion laser d’injection
Rs,H2 : Constante spécifique du dihydrogène
Re : Nombre de Reynolds
Sm : Spectre de la mème harmonique du rayonnement bêtatron
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σ
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: Diamètre cinétique de la molécule de dihydrogène
σe,y : Fluctuations de pointé vertical du paquet d’électrons
SX : Moyenne azimutale d’un signal détecté par des pixels positionnés en (r,θ)
sur la puce d’une caméra
sX : Signal détecté par un pixel positionné en (r,θ) sur la puce de la caméra CCD
X
Tair : Transmission de rayons X à travers 5 mm d’air à 1 bar
TBe : Transmission de rayons X à travers 300 µm de feuille de béryllium
Tcap : Transmission du tube capillaire
Tcomp : Transmission du compresseur
Tm,exp : Transmission expérimentale du rayonnement bêtatron se propageant de la
source au détecteur et traversant le mième filtre de la matrice.
Tm,théo : Transmission théorique du rayonnement bêtatron se propageant de la source
au détecteur et traversant le mième filtre de la matrice.
Topt : Transmission du dispositif optique pour le diagnotic à électrons
TX,m : Transmission de rayons X à travers le mième filtre de Ross
T i : Taux d’ionisation pour la photo-ionisation tunnel d’atomes hydrogénoïdes
δΘe : Ecart-type de la distribution angulaire des électrons pour la théorie de la
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τL : Longueur de l’impulsion laser
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Θ0 : Angle d’ouverture d’un cône de rayonnement électromagnétique émis par
un électron relativiste
θe : Angle entre la direction de propagation d’un électron et l’axe optique
ΘX : Angle d’ouverture du cône de rayonnement bêtatron
Θcap : Angle d’ouverture d’un tube capillaire pour un photon émis en z
Θe,f : Divergence finale à mi-hauteur d’un paquet d’électrons
Θe,i : Divergence initiale à mi-hauteur d’un paquet d’électrons
Θe : Divergence à mi-hauteur d’un paquet d’électrons
θinc : Colatitude de l’axe laser par rapport à celui d’un tube capillaire
θX,inc : Angle d’incidence d’un photon X sur la paroi interne d’un tube capillaire
ϑe : Divergence à mi-hauteur d’un paquet d’électrons d’énergie Ee
T : Température d’un gaz
T0 : Température ambiante
Te : Température moyenne des électrons.
tf : Temps final d’une simulation fluide
tR : Temps de Rayleigh
TS : Température de Sutherland
t99% : Temps de vidage du gaz contenu dans un tube capillaire
Υ : Proportion du spectre synchrotron contenue dans une bande de largeur
4ω/ω = 0,1% centrée sur ωc.
ue : Vecteur vitesse normalisée des électrons du plasma
ui : Vecteur unitaire de l’axe i
u0 : Moment normalisé d’un électron du plasma ayant une vitesse non-nulle avant
l’interaction laser-plasma
ut : Moyenne quadratique des fluctuations de vitesse dues à la turbulence
u⊥,c : Moment transverse d’un électron lors de sa capture par l’onde de plasma
u⊥,i : Moment transverse d’un électron après ionisation
U
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: Vitesse moyenne d’un écoulement de dihydrogène
ur,max : Moment normalisé radial maximum des électrons
ve : Vecteur vitesse moyenne des électrons du plasma
v : Vecteur vitesse
Vp : Signal de sortie de la photo-diode de l’interféromètre de Mach-Zehnder
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vϕ,0 : Vitesse de phase de l’impulsion laser pour r/w0 = 0
vϕ,L : Vitesse de phase de l’impulsion laser
ve0 : Vitesse des électrons au repos
vg,∞ : Vitesse de groupe de l’impulsion laser pour kpζ → +∞
vg,L : Vitesse de groupe de l’impulsion laser
vg,m : Vitesse de groupe du mie`me mode propre d’un tube capillaire
vi0 : Vitesse des ions au repos
Vmax : Volume maximal des cellules maillant un tube capillaire lors d’une simulation
fluide
Vmin : Volume minimal des cellules maillant un tube capillaire lors d’une simulation
fluide
w0 : Taille transverse du faisceau laser au waist
wi : Rayon de la fonction porte du faisceau laser avant focalisation
w0,x : Taille au waist, selon l’axe (Ox), d’un faisceau laser
w0,y : Taille au waist, selon l’axe (Oy), d’un faisceau laser
ξi : Fraction d’ionisation d’un atome
Ξcap : Rugosité des parois des tubes capillaires
X0 : Longueur de radiation d’un matériau
xc,i, yc,i : Coordonnées du centroïde du paquet d’électrons
Y2/3 : Fonction de Bessel de deuxième espèce à l’ordre 2/3
ζc : Position longitudinale initiale d’un électron lors de sa capture par l’onde de
plasma
ζi : Position longitudinale initiale d’un électron après ionisation
Z : Numéro atomique
Zi : Numéro de charge du noyau après ionisation.
zR : Longueur de Rayleigh d’une impulsion gaussienne
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Injection induite par ionisation pour l’accélération laser-plasma dans
des tubes capillaires diélectriques
L’interaction d’une impulsion laser, courte (∼ 10 − 100 fs) et ultra-intense (& 1018 W.cm−2), avec
un plasma sous-dense (. 1019 cm−3) peut accélérer, de manière compacte, une fraction des électrons
du plasma jusqu’à des énergies relativistes (∼ 100 − 300 MeV). Ce phénomène, nommé accélération
plasma par sillage laser (APSL), pourrait avoir de nombreuses applications telles que le futur colli-
sionneur d’électrons à ultra-hautes énergies. Cependant, cela requiert au préalable des développements
supplémentaires afin que l’APSL produise des paquets d’électrons stables et reproductibles avec une
excellente qualité, c’est-à-dire de faibles émittances longitudinale et transverses.
Au cours de cette thèse, une étude expérimentale de la stabilité et de la reproductibilité des paquets
d’électrons auto-injectés a été réalisée dans des tubes capillaires diélectriques, de longueur 8−20 mm et
de rayon interne 76−89µm, contenant du H2 pur à une densité électronique de (10± 1,5)×1018 cm−3.
Des paquets d’électrons auto-injectés ont été produits, à une cadence de deux tirs par minute, avec une
charge accélérée au-delà de 40 MeV de 66± 7 pC, une énergie moyenne de 65± 6 MeV, une divergence
de 9± 1 mrad et une fluctuation de pointé de 2,3 mrad. Trois sources de fluctuations et de dérives des
propriétés des paquets d’électrons ont été discutées : dérive d’énergie laser, modification du gradient
montant de densité électronique et fluctuations du pointé laser. Des contraintes sur le régime de
fonctionnement ont été proposées afin d’améliorer la stabilité et la reproductibilité de la source laser-
plasma d’électrons.
Un mécanisme alternatif d’injection d’électrons dans l’onde de plasma a également été examiné : l’in-
jection induite par ionisation. Une étude expérimentale a montré que les paquets d’électrons accélérés
dans un mélange de 99%H2 + 1%N2 ont une charge deux fois plus importante qu’en présence de H2 pur.
De plus, une injection plus précoce a été observée pour le mélange de 99%H2 + 1%N2, indiquant que
les premiers électrons sont capturés selon le mécanisme d’injection induite par ionisation. Une étude
complémentaire, utilisant des simulations Particle-In-Cell avec le code WARP, confirment les résultats
expérimentaux et suggèrent que l’auto-injection est supprimée par l’injection induite par ionisation.
Laser wakefield acceleration with ionization-induced injection in die-
lectric capillary tubes
The interaction of a short (∼ 10 − 100 fs) and ultra-intense (& 1018 W.cm−2) laser pulse with an
underdense (. 1019 cm−3) plasma can accelerate, in a compact way, a fraction of the electrons of the
plasma toward relativistic energies (∼ 100− 300 MeV). This mechanism, called laser wakefield accele-
ration (LWFA), might have various applications such as the future ultra-high energy electron collider.
Prior to this, additional investigations are needed to ensure, through LWFA, a stable and reproducible
generation of electron bunches of high quality, i.e. low transverse and longitudinal emittances.
In this thesis, the stability and the reproducibility of the electron self-injection were experimentally
investigated in 8 − 20 mm long, dielectric capillary tubes, with an internal radius of 76 − 89µm, and
filled with pure H2 at an electronic density of (10± 1,5)×1018 cm−3. Electron bunches were produced,
at a rate of two shots per minute, with an accelerated charge above 40 MeV of 66±7 pC, a mean energy
of 65± 6 MeV, a divergence of 9± 1 mrad, and a pointing fluctuation of 2,3 mrad. Three sources were
identified for the fluctuations and drifts of the electron bunch properties : laser energy drift, change
of the electron number density upramp, and laser pointing fluctuations. Restrictions on the operating
regime were proposed in order to improve the stability and the reproducibility of the laser-plasma
electron source.
An alternative mechanism of electron injection into the plasma wave was also investigated : the
ionization-induced injection. An experimental study demonstrated that electron bunches generated in
a mixture of 99%H2 + 1%N2 have twice more accelerated charge than in the case of pure H2. Moreover,
the earlier onset of electron injection was observed for the mixture 99%H2 + 1%N2, indicating that
the first electrons were trapped under the mechanism of ionization-induced injection. Particle-In-Cell
simulations performed with the code WARP confirm the experimental results and suggest that the
self-injection was inhibited by the ionization-induced injection.
